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Ces notes de cours visent a` de´crire de manie`re pe´dagogique certaines
extensions populaires du mode`le standard des interactions fortes
et e´lectrofaibles. Les sujets aborde´s comprennent le secteur de
Higgs, le mode`le syme´trique gauche-droit, la grande unification
et la supersyme´trie. L’accent est mis sur les conse´quences
phe´nome´nologiques et les me´thodes d’investigation.

Pre´face
Ce fascicule est inspire´ des the`mes aborde´s lors d’un cours du troisie`me cycle donne´
a` Nantes du 21 au 25 avril 1997. Il s’adresse a` des chercheurs en formation doctorale
ou au-dela`, qui ont au pre´alable eu l’occasion de se familiariser avec le mode`le stan-
dard des interactions fortes et e´lectrofaibles, et qui sont inte´resse´s par l’e´tude de
ses extensions. La connaissance des techniques perturbatives de la the´orie quantique
des champs, c’est-a`-dire en particulier le calcul de diagrammes de Feynman, est un
pre´requis utile.
Le cours peut eˆtre lu a` trois niveaux diffe´rents, caracte´rise´s par trois e´critures diffe´rentes:
• Le texte principal est e´crit en caracte`res a` se´rifs de taille normale.
• Certains commentaires, bien que je les estime tre`s inte´ressants, ne sont pas ne´cessaires a` la
compre´hension du reste du texte et peuvent eˆtre omis en premie`re lecture. Ces commentaires
sont e´crits en caracte`res a` se´rifs de plus petite taille.
• Certaines parties plus techniques peuvent eˆtre conside´re´es comme des exercices. Leur
lecture est particulie`rement recommande´e a` ceux qui sont inte´resse´s a` effectuer de
la recherche dans le domaine de la phe´nome´nologies des particules e´le´mentaires. Ces
calculs sont e´crits en caracte`res sans se´rifs de taille normale.
Un certain nombre de re´fe´rences sont cite´es au fil du texte. Elles sont divise´es en deux
classes:
• Les ouvrages de re´fe´rences a` caracte`re pe´dagogique ou de compilation. Leur
lecture est recommande´e a` ceux qui sont inte´resse´s de manie`re ge´ne´rale par
la physique des hautes e´nergies. Ces re´fe´rences sont e´crites en caracte`res gras,
comme par exemple [1].
• Les articles dont la lecture ne s’impose absolument pas, surtout en premie`re
lecture! Je ne les mentionne que pour rendre justice a` mes sources et pour
permettre a` ceux qui de´sireraient en savoir plus sur un sujet bien particulier
de satisfaire leur curiosite´. Ces re´fe´rences sont e´crites en caracte`res normaux,
comme par exemple [2].
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Je remercie vivement Jan Govaerts et Milan Locher pour leurs nombreuses remarques
et suggestions quant au contenu de ce texte, ainsi que pour leur me´ticuleux de´pistage
de mes innombrables fautes d’haurtocrafe.
Une copie de ce texte peut eˆtre obtenue en format Postscript a` l’adresse WWW
http://www.hep.psi.ch/cuypers/bsm.ps et tous commentaires, suggestions ou corrections
envoye´es a` l’adresse email cuypers@psi.ch seront fort appre´cie´s.
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Chapitre 1
Introduction
Si l’on veut aujourd’hui formuler une the´orie des particules e´le´mentaires et de leurs
interactions, aucun chemin ne passe plus a` coˆte´s du mode`le standard des interactions
fortes et e´lectrofaibles. En de´pit de ses de´fauts de principe, le mode`le standard pre´dit
de manie`re si pre´cise la foule immense de donne´es expe´rimentales que nous avons
jusqu’a` pre´sent obtenues, qu’il ne fait plus aucun doute qu’il constitue la description
ade´quate des phe´nome`nes ayant lieu jusqu’a` une e´chelle d’e´nergies de l’ordre de
quelques centaines de GeV.
De ce succe`s fantastique du mode`le standard a re´sulte´ la triste situation dans laquelle se trouve la
physique de particules: depuis voila` vingt ans, aucune nouvelle de´couverte n’est venu re´volutionner
l’image que nous nous faisons du monde microscopique. Les de´couvertes des bosons interme´diaires
W±, Z0 et du quark t, ne sont d’un point de vue e´piste´mologique que des anecdotes, puisque
l’existence de ces particules avait e´te´ pre´dite bien auparavent. Depuis la de´couverte du quark b,
aucune expe´rience n’est parvenue a` mettre en e´vidence un phe´nome`ne impre´vu!
Nous vivons en ce moment une e´poque malsaine de la physique des particules, ou` la the´orie est
en avance sur l’expe´rience, ou` les pre´dictions du mode`le standard dictent la marche a` suivre. Ceci
n’est pas sans rappeler la situation de la fin du sie`cle passe´, avant la de´couverte de la radioactivite´
(Becquerel en 1896) et de l’e´lectron (Thomson en 1997). A` cette e´poque beaucoup conside´raient
de´ja` la physique comme une science en de´clin: tout avait e´te´ de´couvert et il ne suffisait plus que de
“boucher les trous”. On se souviendra qu’il fut conseille´ a` Max Planck de ne pas entamer des e´tudes
de physique pour cette raison!. . .
Un sie`cle pus tard, les conditions aux limites sont analogues, mais la re´action de la communaute´
scientifique est radicalement oppose´e. Plus personne ne songerait a` affirmer aujourd’hui que notre
description actuelle des phe´nome`nes physiques constitue une explication comple`te de la re´alite´. Bien
au contraire, l’absence de guide expe´rimental a permis et provoque´ un impressionant foisonnement
de conjectures de´crivant l’univers des distances infe´rieures a` l’atto-me`tre (1 am = 10−18 m). Tous
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ces mode`les sont base´s sur le mode`le standard, tout comme la relativite´ ge´ne´rale est base´e sur la
gravitation de Newton, mais au-dela` d’une e´nergie d’environs 100 GeV leurs pre´dictions divergent
du tout au tout.
Le but de ce cours est de donner au lecteur une base de travail pour l’e´tude de
quelques unes des nombreuses the´ories au-dela` du mode`le standard. Le choix des sujets
aborde´s est bien suˆr avant tout dicte´ par mon gouˆt personel. Mais il y a aussi une
certaine logique a` la base. Je commencerai par une description relativement de´taille´e
des proprie´te´s du boson de Higgs du mode`le standard et montrerai qu’il est difficile de
modifier radicalement ce secteur. J’examinerai ensuite le mode`le syme´trique gauche-
droite qui e´largit de manie`re tre`s naturelle et e´le´gante la syme´trie de jauge du mo-
de`le standard, tout en e´vitant les e´cueils du secteur de Higgs. La lacune principale
de ce mode`le est de n’eˆtre pas unifie´, le sujet du chapitre suivant qui traite des
the´ories de grande unification. Ayant montre´ que ces dernie`res souffrent de manie`re
ende´mique d’un proble`me majeur, dit de hie´rarchie, j’indiquerai finalement comment
la supersyme´trie peut palier a` ce de´faut. Finalement, je compilerai une petite liste
(bien incomple`te) d’autres the´ories et mode`les populaires, sans toutefois entrer dans
les de´tails.
Les deux principaux outils d’expe´rimentation qui nous permettront de falsifier la
plupart de ces extensions du mode`le standard, voire d’en se´lectionner une, verrons
le jour au de´but du sie`cle prochain. Il s’agit du collisionneur hadronique LHC du
CERN et du collisioneur line´aire de leptons projete´ aux E´tats-Unis (NLC), au Japon
(JLC) et en Europe (TESLA). Alors que le LHC est d’ores et de´ja` en construction,
aucun des projets de collisioneur line´aire n’a jusqu’a` pre´sent e´te´ approuve´ par les
instances politiques. Il y a peu de doutes, toutefois, qu’au moins un d’entre eux sera
concre´tise´ sous peu, probablement dans le cadre d’une coope´ration intercontinentale.
J’appellerai cette machine le FLC, pour Future Linear Collider.
Il existe d’autres projets tre`s inte´ressants, tel les collisionneurs de muons [2] ou de
photons [3], mais leur nivau de maturite´ est encore beaucoup moins avance´. Je ne les
mentionnerai donc qu’en passant.
Chapitre 2
Le mode`le standard des
interactions fortes et e´lectrofaibles
Je suppose que les lignes ge´ne´rales du mode`le standard vous sont familie`res. Toutefois,
surtout afin de de´finir mes notations, je re´sume dans la table 2.1 un petit bre´viaire de
sa faune. Je conseille vivement a` ceux qui seraient inte´resse´s a` effectuer de la recherche
dans la phe´nome´nologie du mode`le standard et de ses extensions, de se familiariser
avec les proprie´te´s de ces particules en jetant un (voire de nombreux!) coup d’œil dans
une des compilation bisannuelles du Particle Data Group [1]
Je n’ai pas indique´ dans la table 2.1 la triplication des ge´ne´rations de fermions, car
mise-a`-part la le´ge`re diffe´rence entre les e´tats propres de jauge et les e´tats propres de
masse des quarks, parame´trise´e en terme de la matrice Cabbibo-Kobayashi-Maskawa,
il s’agit-la` d’un cloˆnage trivial. Dans le cadre de ce cours d’introduction j’ignorerai le
me´lange qui en re´sulte et traiterai les e´tats propres de jauge des fermions comme des
e´tats propres de masse.
Cette approximation ne se justifie e´videmment pas lorsqu’on traite des bosons de
jauge eux-meˆmes. Leur me´lange est spe´cifie´ par l’angle de me´lange e´lectrofaible et
j’e´crirai leurs e´tats propres de jauge en fonction de leurs e´tats propres de masse de la
manie`re suivante:


W1 =
1√
2
(
W+ +W−
)
W2 =
1
i
√
2
(
W+ −W−
)


B = cos θw A − sin θw Z
W3 = sin θw A + cos θw Z
(2.1)
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Les constantes de couplage g, g′ et e des syme´tries SU(2)L, U(1)Y et e´lectromagne´-
tique sont relie´es par les e´galite´s
gsin θw = g
′cos θw = e (2.2)
et je de´finis la normalisation de l’hypercharge Y de manie`re a` ce que la charge e´lectro-
magne´tique soit donne´e par Q = T 3 + Y , ou` T 3 est la projection d’isospin.
Les masses des vecteurs de jauge sont lie´es par la relation
ρ =
m2W
m2Zcos
2 θw
= 1 . (2.3)
Bien que le mode`le standard domine victorieusement la sce`ne expe´rimentale depuis
pre`s d’un quart de sie`cle, il n’y a aucun doute qu’il ne constitue qu’une approximation
a` “basses” e´nergies d’une re´alite´ plus complexe, plus syme´trique, plus belle, qui ne se
manifestera qu’a` des e´nergies plus e´leve´es.
En effet, un grand nombre de questions restent encore sans re´ponses, telles que:
• Quel est le me´canisme qui explique les nombreux ordres de grandeur se´parant
les masses des trois ge´ne´rations de fermions?
• Pourquoi, d’ailleurs, n’y a-t-il que trois ge´ne´rations? Ou bien y en aurait-il plus?
• Quelle est la raison pour laquelle le potentiel de Higgs acquiert sa singulie`re
forme de sombre´ro?
• Pourquoi y a-t-il trois constantes de couplage inde´pendantes (g, g′ et gs)?
N’oublions pas que la the´orie e´lectrofaible n’est pas le moins du monde une
the´orie unifie´e!
• Et meˆme si l’on unifie les interactions e´lectrofaibles et fortes, nous verrons
plus loin que cette unification ne peut s’effectuer qu’a` une e´chelle d’e´nergies
immense´ment plus e´leve´e (∼ 1015 GeV) que celle de la brisure spontane´e de
syme´trie e´lectrofaible (∼ 102 GeV)! Quel me´canisme physique est a` l’origine de
cette hie´rarchie ahurissante?
• Finalement, nous ne disposons meˆme pas d’une the´orie quantique de la gravitation.
Quelles que soient donc nos e´lucubrations les plus brillantes, elles deviendront
fatalement caduques a` l’e´chelle de la masse de Planck (∼ 1019 GeV). A` cette
e´chelle, la vision que nous avons de la structure de notre espace-temps devra
5probablement eˆtre modifie´e de manie`re dramatique. Peut-eˆtre les supercordes
apporteront-elles un jour une description satisfaisante. Mais cela est de´ja` une
toute autre histoire. . .
Il existe un grand nombre de the´ories qui tentent tant bien que mal de re´soudre ces
e´nigmes. Certaines de ces the´ories sont plus se´duisantes ou populaires que d’autres,
mais toutes ont un point en commun: elles contiennent le mode`le standard comme
the´orie effective a` basse e´nergie.
He´la`s, comme nous le verrons bientoˆt, les re´ponses apporte´es par ces the´ories aux
questions pose´es plus haut engendrent a` chaque fois de nouvelles questions! Nous
sommes encore loin du reˆve platonicien d’une the´orie unique expliquant le monde, et
seuls de nouvelles expe´riences ont une chance de nous sortir de l’impasse dans laquelle
nous a mene´ le succe`s du mode`le standard.
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nombres
quantiques
SO(1, 3) SU(3)c SU(2)L U(1)Y U(1)EM
◗
◗
◗
◗
◗
◗
◗
◗
◗
◗
◗◗
spin couleur projection
d’isospin
hyper-
charge
charge
e´lectrique
particules J T 3 QY QEM
boson de Higgs H 0 1 −1/2 1/2 0
leptons droits ℓR 0 −1 −1
νL 1 1/2 0
leptons gauches
ℓL −1/2
−1/2
−1
quarks up droits uR 1/2 0 2/3 2/3
quarks down droits dR 0 −1/3 −1/3
uL
3
1/2 2/3
quarks gauches
dL −1/2
1/6
−1/3
photon γ 0 0 0
W+ 1 0 1
bosons de jauge
e´lectrofaibles
Z0 1
1
0 0 0
W− −1 0 −1
gluons g 8 0 0 0
Tableau 2.1: Spectre des particules du mode`le standard. L’hypercharge Y est de´finie
de manie`re a` ce que la charge e´lectromagne´tique Q soit donne´e par la relation Q =
T 3 + Y .
Chapitre 3
Le chaˆınon manquant: le boson de
Higgs
Le boson de Higgs est la ve´ritable clef de vouˆte du mode`le standard1. C’est en effet
graˆce au me´canisme de Higgs qu’a` la fois les fermions et les bosons de jauge e´lectro-
faibles acquie`rent leur masses, tout en pre´servant la renormalisabilite´ de la the´orie.
Il reste ne´anmoins que jusqu’a` pre´sent aucune expe´rience n’a pu mettre en e´vidence
le moindre indice convaincant quant a` son existence. Il n’est donc pas e´tonnant que
la de´couverte du boson de Higgs est l’un des buts majeurs de toutes les expe´riences
pre´vues prochainement en physique des hautes e´nergies.
Bien suˆr, pour beaucoup de nos colle`gues, le boson Higgs fait partie inte´grale du mo-
de`le standard et ne devrait donc pas faire l’objet d’un cours consacre´ a` la physique au-
dela` du mode`le standard. Mais comme il s’agit-la` d’un sujet si fondamental, je de´cris
dans les pages qui suivent quelques proprie´te´s importantes du boson de Higgs ainsi
que les principales strate´gies visant a` sa de´couverte. J’examinerai aussi les puissantes
contraintes expe´rimentales auxquelles doivent satisfaire d’e´ventuelles extensions du
secteur de Higgs.
Pour ceux qui sont inte´resse´s a` en savoir plus a` ce sujet, je recommande la lecture
du Higgs Hunter’s Guide [4], qui constitue aujourd’hui encore la compilation la plus
importante de ce que nous (ne) savons (pas) du Higgs.
1 D’apre`s Sheldon Glashow, c’est aussi son pot de chambre!
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3.1 Les de´sinte´grations du Higgs
Les trois me´canismes les plus importants qui me`nent a` la de´sinte´gration du Higgs sont
de´crits par les diagrammes de Feynman de la figure 3.1. Il s’agit des de´sinte´grations
en une paire de fermions, en une paire de bosons de jauge interme´diaires et en une
paire de gluons ou photons. Pour la de´sinte´gration en deux photons il y a encore
d’autres diagrammes impliquant les bosons de jauge W que je n’ai pas repre´sente´s,
mais qui jouent un roˆle crucial.
H
f¯
f
H
W+, Z0
W−, Z0
H
g, γ
g, γ
Figure 3.1: Diagrammes de Feynman a` l’ordre le plus bas responsables de la
de´sinte´gration du boson de Higgs en une paire de fermions, de bosons interme´diaires
et de gluons ou photons. Il existe encore d’autres diagrammes du meˆme ordre pour
la production de photons.
Ces me´canismes de de´sinte´gration du Higgs de´pendent de manie`re cruciale de la masse
de ce dernier. Il y a trois raisons pour cela:
1. Primo, plus le Higgs est lourd, plus il a de modes permis cine´matiquement pour
se de´sinte´grer. C¸a, c’est e´vident!
2. Ce qui est moins trivial, c’est que le couplage du Higgs a` une autre particule est
proportionnel a` la masse de celle-ci, et par conse´quent le Higgs aura tendance a`
se de´sinte´grer pre´fe´rentiellement en des particules lourdes, pour autant que cela
lui est permis par conservation de l’e´nergie.
3. Finalement, et ceci est loin d’eˆtre e´vident, comme les composantes longitudinales
des bosons de jauge massifs W± et Z0 sont en essence les bosons de Goldstone
qui constituent les trois composantes du doublet scalaire complexe absorbe´es
par les bosons de jauge dans le me´canisme de Higgs, leur couplage au boson de
Higgs physique est proportionnel a` la masse de ce dernier et non pas a` la masse
du boson de jauge.2
2 Si cela vous paraˆıt Chinois, peut-eˆtre le calcul explicite de la de´sinte´gration H →W+W−, que
j’effectue plus loin, rendra ce phe´nome`ne plus clair.
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Figure 3.2: Largeur de de´sinte´gration du Higgs et ses principaux rapports de bran-
chement en fonction de sa masse.
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J’ai repre´sente´ la largeur de de´sinte´gration du Higgs et ses principaux rapports de
branchement dans la figure 3.2 en fonction de la masse du Higgs. Puisque l’existence
d’un Higgs de masse infe´rieure a` environ 60 GeV a e´te´ pre´clue par les expe´riences
du LEP, je ne conside´re donc ici que les masses supe´rieures a` 50 GeV. Examinons
brie`vement les conse´quences de ces pre´dictions.
On voit clairement que l’on peut se´parer le domaine de masses en deux re´gions
distinctes. Un Higgs le´ger3, d’une masse de moins de 140 GeV, et un Higgs lourd d’une
masse exce´dant ces 140 GeV. Il s’agit-la` du seuil au-dela` duquel la de´sinte´gration en
une paire de W devient dominante.
3.1.1 Le Higgs le´ger
Un Higgs le´ger se de´sinte`gre pre´fe´rentiellement en une paire de quarks b. Les autres
modes de de´sinte´gration importants sont ceux en une paire de lepton τ et de quarks
c, dont les rapports de branchement ne de´passent pas les 8% et 5%, respectivement.
Calculons plus en de´tails cet important (et simple!) me´canisme de de´sinte´gration en une
paire de fermions. En toute ge´ne´ralite´, la largeur de de´sinte´gration diffe´rentielle d’une
particule en deux particules a et b est donne´e par [5]
dΓ = |M|2︸ ︷︷ ︸
dynamique
× 1
2mH︸ ︷︷ ︸
flux
(3.1)
× d
3pa
(2π)3 2Ea
d3pb
(2π)3 2Eb
(2π)4 δ4(pH − pa − pb)︸ ︷︷ ︸
espace des phases
.
Dans le repe`re du centre de masse, ou` pH = mH , ceci devient:
dΓ = |M|2 × 1
2mH
× ka
mH
dΩa
16π2
, (3.2)
ou` ka =
√
(mH/2)2 −m2a est le moment cine´tique de la particule a.
Comme le Higgs est un scalaire, il se de´sinte`gre de manie`re isotropique dans son rep`re
propre et l’inte´gration sur l’angle solide du fermion fournit un simple facteur 4π. La largeur
partielle est donc
3 Pour des raisons historiques, on l’appelle aussi parfois “de masse interme´diaire”.
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Γ =
β
16πmH
|M|2 , (3.3)
ou` β est la vitesse des produits de de´sinte´gration (dont je suppose ici qu’ils ont la meˆme
masse)
β =
√
1− 4m
2
a
m2H
. (3.4)
Reste maintenant a` calculer le carre´ de la norme de l’e´le´ment de matrice |M|2 pour le
cas ou` a et b sont des quarks b (ou tout autre fermion). En appliquant au premier graphe
de la figure 3.1 les re`gles de Feynman avec les couplages approprie´s du Higgs, on obtient
pour l’e´le´ment de matrice
M = emb
2sin θwmW
u¯bvb¯ (3.5)
et son hermitien conjugue´
M† = emb
2sin θwmW
v¯b¯ub , (3.6)
ou` e est la charge de l’e´lectron, sin θw est le sinus de l’angle de me´lange e´lectrofaible et
mW et mb sont les masses du boson W et du quark b. En sommant sur les polarisations
de l’e´tat final on obtient pour le carre´ de la norme de l’e´le´ment de matrice
|M|2 = Nc
(
emb
2sin θwmW
)2
tr[(pb +mb)(pb¯ −mb)]︸ ︷︷ ︸
4 (pb · pb¯ −m2b) = 2 (m2H − 4m2b)
, (3.7)
ou` Nc est le nombre de couleurs porte´es par le quark, c’est-a`-dire Nc = 3. (S’il s’e´tait
agit d’un lepton on aurait bien suˆr Nc = 1.) Si l’on exprime la charge de l’e´lectron e en
fonction de la constante de structure fine α = e2/4π, la largeur (3.3) devient
ΓH→bb¯ = Nc
α
8sin2 θw
(
mb
mW
)2
β3 mH β =
√√√√1− 4m2b
m2H
. (3.8)
Comme il se doit, cette largeur est bien proportionnelle au carre´ de la masses du quark.
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La de´sinte´gration en une paire de gluons est un autre mode particulie`rement inte´ressant.
En effet, contrairement aux autres principaux me´canismes, il s’ope`re au travers d’une
boucle, comme celle repre´sente´e dans la figure 3.1. C’est le quark t qui domine
largement la contribution a` cette boucle en raison de sa grande masse, qui gouverne
son couplage au Higgs. En fait, dans ce processus il y a une compensation partielle
des effets de propagateurs (qui vont dans le sens d’une diminution pour des masses
croissantes) et des effets de couplage (qui vont dans le sens contraire): en fin de compte
les effets de couplage dominent. Bien que ce mode de de´sinte´gration n’ait pas beaucoup
d’influence sur la largeur totale du Higgs dans le cadre du mode`le standard, ce qui le
rend si inte´ressant est le fait que s’il existe d’autres quarks non observe´s encore plus
lourds que le top, ils se manifesteront a` “basse” e´nergie par ce me´canisme! Il s’agit-la`
d’un phe´nome`ne de non-de´couplage, qui est intimement lie´ a` la brisure spontane´e de
syme´trie.
Quoique tre`s rares, les de´sinte´grations en une paire de photons sont aussi d’une
importance majeure. Dans le cadre du mode`le standard elles sont grosso modo supprime´es
d’un facteur (α/αs)
2 ≈ .01 par rapport aux de´sinte´grations gluoniques. Mais elles
sont sensibles a` l’existence de toute particule massive4 charge´e, et non seulement
aux particules colore´es. Autre aspect important, il existe en ge´ne´ral peu de bruit de
fond imittant ce signal de de´sinte´gration en deux photons de hautes e´nergies. Nous
reviendrons a` cette caracte´ristique au sous-chapitre suivant, quand je traiterai de la
de´tection de Higgs le´gers dans les collisions hadroniques.
3.1.2 Le Higgs lourd
De´ja` en-dec¸a` du seuil de production de W , les de´sinte´grations en bosons de jauge
massifs re´els (e.g. H → W+W−) ou virtuels (e.g. H → W+W−∗ → W+e−νe)
dominent entie`rement la sce`ne et de´croissent dramatiquement la dure´e de vie du
Higgs. Au-dela` d’une masse de 200 GeV le Higgs se de´sinte`gre deux fois plus souvent
en une paire de W qu’en une paire de Z. Le rapport de branchement en une paire de
quarks t n’exce`de jamais les 20%.
Calculons plus en de´tails l’importante (et simple!) largeur de de´sinte´gration en une paire
de vecteurs. L’e´le´ment de matrice |M|2 pour le cas ou` a et b sont des bosons W (ou tout
autre vecteur) est obtenu en appliquant au deuxie`me graphe de la figure 3.1 les re`gles de
Feynman avec les couplages approprie´s du Higgs:
M = emW
sin θw
εW+ · εW− . (3.9)
4 Qui, bien suˆr, acquiert sa masse par son couplage a` ce Higgs en particulier.
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Les coordonne´es des vecteurs de polarisation transverse (L et R) et longitudinale (l)
peuvent eˆtre choisies comme suit:
εW+(L) ≡ 1√
2


0
1
i
0

 εW−(L) ≡
1√
2


0
1
−i
0

 (3.10)
εW+(R) ≡ 1√
2


0
1
−i
0

 εW−(R) ≡
1√
2


0
1
i
0


εW+(l) ≡ 1
mW


kW
0
0
EW

 εW−(l) ≡
1
mW


kW
0
0
−EW

 ,
ou` kW et EW sont le moment cine´tique et l’e´nergie du W . En sommant sur ces trois
polarisations de l’e´tat final on obtient pour le carre´ de la norme de l’e´le´ment de matrice
|M|2 =
(
emW
sin θw
)2
× (3.11)(
|εW+(L) · εW−(L)|2 + |εW+(R) · εW−(R)|2 + |εW+(l) · εW−(l)|2
)
︸ ︷︷ ︸
12 + 12 + (2E2W −m2W )2/m4W = 3−
m2H
m2W
+
m4H
4m4W
ou` j’ai utilise´ le fait que dans le repe`re du centre de masse EW = mH/2. Si l’on e´crit la
charge de l’e´lectron e en fonction de la constante de structure fine α = e2/4π, la largeur
(3.3) devient
ΓH→W+W− =
α
64sin2 θw
(
mH
mW
)2
β (3− 2β2 + 3β4) mH (3.12)
β =
√√√√1− 4m2W
m2H
.
Cette largeur n’est pas proportionnelle au carre´ de la masse du W comme on aurait pu s’y
attendre na¨ıvement. Cela est duˆ a` la contibution du vecteur de polarisation longitudinale
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εW (l), qui correspond au degre´ de liberte´ du Higgs que le W a absorbe´ pour aque´rir sa
masse. Comme il s’agit donc en fait d’un Higgs “de´guise´”, le couplage de cette composante
du W au Higgs physique est proportionnelle a la masse du Higgs et non celle du W .
Similairement, en tenant compte du diffe´rent vertex HZ0Z0 et du facteur 1/2 pour des
particules identiques dans l’e´tat final, on trouve pour la largeur partielle de de´sinte´gration
du Higgs en une paire de Z
ΓH→Z0Z0 =
α
128sin2 θw
(
mH
mW
)2
β (3− 2β2 + 3β4) mH (3.13)
β =
√√√√1− 4m2Z
m2H
.
Un Higgs tre`s lourd (mH ≫ mW,Z) se de´sinte`grera donc deux fois plus souvent en une
paire de W qu’en une paire de Z, comme on peut le ve´rifier sur la figure 3.2.
Au-dela` d’une masse de 1.4 TeV on obtient meˆme une largeur du Higgs exce´dant sa
masse ΓH > mH . A` ce stade, cela n’a plus beaucoup de sens de traiter ce champ
comme une vraie particule. Comme en outre un Higgs aussi lourd aurait des auto-
interactions tre`s fortes, nous pe´ne´trons-la` un domaine particulie`rement spe´culatif de
la physique du Higgs, ou` les me´thodes perturbatives ne sont plus applicables.
3.2 Production du Higgs
La de´couverte de bosons de Higgs n’est pas une taˆche aise´e, en raison du faible
couplage du Higgs aux fermions le´gers, c’est-a`-dire les electrons ou les quarks u et d
(confine´s a` l’inte´rieur du proton) qui constituent les faisceaux de nos acce´le´rateurs. La
production de Higgs ne s’effectue donc principalement par l’interme´diaire de particules
lourdes, et est donc e´touffe´e en conse´quence.
Je me concentre ici uniquement sur les deux types de collisionneurs susceptibles
de produire de bosons de Higgs dans l’avenir le plus proche, c’est-a`-dire le LHC
et le FLC. Comme nous le verrons, ces deux machines sont comple´mentaires et on
peut grossie`rement re´sumer la situation de la manie`re suivante: le FLC permettra de
de´couvrir un Higgs le´ger et le LHC permettra de de´couvrir un Higgs lourd.
Notons ne´anmoins qu’il existe deux projets d’acce´le´rateurs particulie`rement bien adapte´s a` la production
et l’e´tude de bosons de Higgs: un collisionneur de muon [2] et un collisionneur de photon [3]. Ces
deux types originaux de collisions produiraient des Higgs en grande abondance par les processus
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inverses de ceux de´crits respectivement par le premier et le dernier diagramme de Feynman de la
figure 3.1.
Le principe fondamental du collisionneur de muons est bien suˆr de tout faire tre`s vite! C’est-a`-dire,
les produires, les collecter, les refroidir, les acce´le´rer et finalement les collisionner quelques centaines
de fois dans un anneau de stockage. Tout un programme! Heureusement, la dure´e de vie du muon
de quelques microsecondes combine´e a` la dilatation relativiste en fait des Mathusalems aux e´chelles
de temps courrantes d’un acce´le´rateur!
Le collisionneur de photons peut eˆtre construit a` partir d’un collisioneur line´aire d’e´lectrons, en
e´clairant les faisceaux d’e´lectrons peu avant leur points d’interaction par un puissant laser. Le
rayonnement Compton qui en re´sulte posse`de toutes les caracte´ristiques d’un faisceau de photons
tre`s de´cent. Facile? En fait, il y a beaucoup de proble`mes techniques, mais les experts sont d’accord
pour affirmer que la re´alisation de cette expe´rience est possible.
3.2.1 Collisions hadroniques
Le principal me´canisme de production de Higgs dans les collisions pp ou pp¯ est de´crit
par le premier graphe de Feynman de la figure 3.3. Il s’agit de la fusion de gluons gg →
H , la re´action inverse de la de´sinte´gration en une paire de gluons. Comme je l’avais
remarque´ plus haut, l’effet de la boucle fermionique est amplifie´ par l’importante
masse du top.
Ce n’est qu’en premie`re approximation qu’un proton est forme´ de deux quarks u et d’un quark d. En
fait, outre ces quarks de valence, il est aussi forme´ d’une mer infinie de paires de quark anti-quark et
de gluons. Une description de cette mer est inaccessible par nos me´thodes perturbatives, mais son
contenu peut eˆtre explore´ dans les collisions lepton-proton, comme par exemple a` l’anneau HERA du
DESY. Il en re´sulte que les sections efficaces de diffusion hadroniques aux hautes e´nergies peuvent
toujours se calculer a` l’aide de la convolution d’une section efficace microscopique calcule´e en the´orie
des perturbations et d’une fonction de structure du proton. Cette dernie`re, qui est mesure´e dans les
collisions lepton-proton, fournit l’information quant au contenu partonique du proton. Par exemple,
la section efficace de production d’un Higgs par fusion de gluon au de´part d’une collision proton
anti-proton pp¯ → HX , ou` le symbole X repre´sente les fragments qui subsistent du proton et de
l’anti-proton, est donne´e par
σ(pp¯→ HX) =
1∫
0
dx1
1∫
0
dx2 f
g
p (x1) f
g
p¯ (x2) σ(gg → H) , (3.14)
ou` fgp (x) est la fonction de structure qui donne la probabilite´ de trouver un gluon dont la fraction
de moment est x dans un proton, et σ(gg → H) est la section efficace partonique.
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Figure 3.3: Diagrammes de Feynman de´crivant la production de bosons de Higgs par
fusion de gluons et par fusion de W dans des collisions pp ou pp¯.
Si le Higgs est lourd et se de´sinte`gre donc pour la majeure partie en une paire de W
ou de Z, les de´sinte´grations leptoniques de ces derniers fournissent des signatures tre`s
significatives qui souffrent de peu de bruit de fond. Le LHC ne devrait donc avoir
aucun proble`me a` de´couvrir un Higgs lourd.
Toutefois, si la masse du Higgs exce`de environ 800 GeV, ses auto-interactions commencent a` devenir
fortes et des effets non-perturbatifs peuvent se manifester. En conse´quence nos pre´dictions concernant
la production d’un Higgs aussi obe`se sont tre`s incertaines et de´pendent fortement de mode`les. Mais
il est certain que dans ce cas la fusion de W , W+W− → H , c’est-a`-dire la re´action inverse de la
de´sinte´gration en une paire de W , joue un roˆle dominant. Cette re´action est de´crite par le deuxie`me
graphe de Feynman de la figure 3.3.
Par contre, si le Higgs est le´ger la situation est beaucoup moins claire pour le LHC.
En effet, bien que les sections efficaces de production de Higgs soient tre`s e´leve´es, leur
de´sinte`gration en une paire de quarks b ne donne pas lieu a` un signal particulie`rement
rare. Bien au contraire, le signal du Higgs sera entie`rement submerge´ par les innombrables
e´ve`nements a` deux jets qui re´sultent des fusions de gluons ou des annihilations de
paires quark-antiquark.
Le seul moyen d’explorer le domaine des Higgs le´gers est de se concentrer sur les
de´sinte´grations rares, en particulier la de´sinte´gration en une paire de photons. Le
prix a` payer est bien suˆr une re´duction dramatique dans le nombre d’e´ve`nements
Higgs. Il n’est pas encore clair a` l’heure actuelle si les performances des de´tecteurs
(ATLAS et CMS) du LHC permettront de de´couvrir un Higgs le´ger.
Il est donc prudent d’affirmer que le LHC pourra certainement de´couvrir le boson de
Higgs pre´dit par le mode`le standard, si sa masse est comprise entre 140 GeV et 800
GeV.
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3.2.2 Collisions e´lectrons-positrons
Les deux principaux me´canismes de production de Higgs dans les collisions e+e− sont
de´crits par les graphes de Feynman de la figure 3.4. Il s’agit de la Higgsstrahlung
e+e− → ZH (c’est-a`-dire de la production d’un Higgs et d’un Z a` partir d’un Z
virtuel) et de la fusion de W e+e− → ν¯νH (c’est-a`-dire la re´action inverse de la
de´sinte´gration en une paire de W ).
e−
e+
Z
H
Z∗
e−
e+
ν¯e
νe
H
W
W
Figure 3.4: Diagrammes de Feynman de´crivant la production de bosons de Higgs par
Higgsstrahlung et par fusion de W dans des collisions e+e−.
Comme on peut le voir sur le deuxie`me graphe de la figure 3.5, typiquement la
Higgsstrahlung domine la production de Higgs aux basses e´nergies alors que la fusion
de W domine aux hautes e´nergies. E´videmment, ce que sont des “basses” et des
“hautes” e´nergies de´pend de la masse du Higgs. Il s’ave`re que l’e´nergie pour laquelle
ces deux sections efficaces sont e´gales est donne´e approximativement par
√
s ≈
0.6mH + 400 GeV.
m  (GeV)
s = 500 GeV√
ZH
(a) (b)
H
Hee
νν
10
σ
 (p
b)
100 200 300 400
H
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0.001
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0.1
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200 500 1000 2000
s (GeV)√
σ
 (p
b)
m   = 150 GeVH
ZH
H
Hee
νν
Figure 3.5: Sections efficaces de production de bosons de Higgs au FLC par
Higgsstrahlung (ZH), et par fusion de W (Hνν) et par fusion de Z (Hee). Cette
figure est adapte´e de la re´fe´rence [6].
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Les graphes de la figure 3.5 montrent aussi les sections efficaces de production de Higgs par fusion
de Z, e+e− → e+e−H . Elles sont environ dix fois moins importantes que celles de la fusion de W
en raison du plus faible couplage des e´lectrons au Z. Ne´anmoins, ce mode de production peut jouer
un roˆle important pour de´terminer la nature du Higgs, si nous avons affaire a` un secteur de Higgs
non-minimal.
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Figure 3.6: Quelques unes des topologies possibles pour des e´ve`nements ou` un boson
de Higgs a e´te´ produit au FLC. Cette figure est adapte´e de la re´fe´rence [6].
Puisque les luminosite´s projete´s au FLC sont de l’ordre de 10–100 fb−1, ces sections
efficaces de l’ordre de 100 fb permettraient d’obtenir un e´chantillon d’environ 103 a`
104 e´ve`nements contenant un Higgs. Mais a` quoi ressemblent ces e´ve`nements? Cela
de´pend fortement du mode de de´sinte´gration du Higgs et e´ventuellement de celui du Z.
Cela peut varier d’e´ve`nements a` 6 jets (par exemple dans le cas d’une Higgsstrahlung
ou` le Higgs se de´sinte`gre en 2 Z et les trois Z ainsi produits se de´sinte`grent en 2
quarks) jusqu’a` des e´ve`nements a` 2 muons et e´nergie manquante (par exemple dans
le cas d’une fusion de W ou` le Higgs se de´sinte`gre en 2 leptons τ qui eux-meˆmes
se de´sinte`grent chacun en un muon et deux neutrinos). Vous l’avez devine´, il y a
beaucoup de possibilite´s et j’en ai repre´sente´ un petit e´chantillon dans la figure 3.6.
La question importante est maintenant la suivante: quels sont les bruits de fond
pour ces nombreuses signatures du Higgs? Il s’ave`re que si l’on tient compte des
caracte´ristiques cine´matiques de ces signaux, les bruits de fond peuvent en ge´ne´ral
eˆtre re´duits a` un niveau parfaitement inoffensif. Par exemple, dans le cas ou` les Higgs
se de´sinte`grent en une paire de quarks b, il faut que l’on reconnaisse les jets qui
re´sultent de l’hadronisation de ces quarks comme originant en effet de quarks b, et les
masses invariantes de ces syste`mes doivent eˆtre centre´es tre`s pre´cise´ment sur la masse
du Higgs. Cette technique d’e´tiquetage de jets s’appelle b-tagging dans le jargon, et
pourra se faire au FLC avec au moins 70% d’efficacite´ pour une purite´ de 99%.
Un exemple illustrant ce genre de proce´dure est montre´ dans la figure 3.7. Il s’agit
d’une simulation d’e´ve`nements a` quatre jets qui prend en compte a` la fois le signal
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Figure 3.7: Distribution de la masse invariante des jets issus de la production par
Higgsstrahlung d’un boson de Higgs de 110 GeV, et de sa de´sinte´gration en une paire
de quarks b. La surface grise correspond aux bruits de fond et l’aire transparente au
signal duˆ au Higgs. Les cas (a) et (b) correspondent respectivement aux analyses en
l’absence et en pre´sence de b-tagging. Cette figure est adapte´e de la re´fe´rence [6].
d’un Higgs de 110 GeV et le bruit de fond. Le signal provient d’une Higgsstrahlung
suivie de la de´sinte´gration du Higgs en une paire de quarks b, comme de´crit par la
figure 3.6b. Le bruit de fond peut eˆtre duˆ a` un grand nombre de processus, tel que la
production d’une paire de Z par exemple. L’abscisse repre´sente la masse invariante
de la paire de jets candidate au titre de Higgs. Meˆme dans le pire des cas, ou` la masse
du Higgs est e´gale a` la masse du Z, la de´couverte du Higgs est garantie.
Si l’on conside`re tous les me´canismes de production et de de´sinte´gration du Higgs ainsi
que leurs bruits de fond, un Higgs le´ger peut eˆtre de´couvert au FLC au bout d’une
semaine en assumant la luminosite´ projete´e annuelle de 50 fb−1 du FLC. Comme le
montre la figure 3.8, il faudra simplement attendre plus longtemps pour qu’un nombre
suffisant d’e´ve`nements originant d’un Higgs plus lourd soit accumule´ et obtienne une
statistique suffisante pour eˆtre clairement diffe´rencie´ du bruit de fond. Le petit pic a`
∼90 GeV est duˆ a` l’exce`s de bruit de fond originant du Z.
En re´sume´ on peut donc affirmer que le FLC pourra certainement de´couvrir le boson
de Higgs pre´dit par le mode`le standard, si sa masse est infe´rieure a` 350 GeV.
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Figure 3.8: Luminosite´ ne´cessaire au FLC pour la de´couverte du boson de Higgs, en
fonction de la masse de ce dernier. Cette figure est adapte´e de la re´fe´rence [6].
3.3 Extensions du secteur de Higgs
Bien que nous n’ayons a` l’heure actuelle aucune e´vidence expe´rimentale se´rieuse
quant a` l’existence du boson Higgs du mode`le standard, les extensions du secteur de
Higgs sont soumises a` des contraintes expe´rimentales draconiennes! Ceci en raison des
excellentes mesures des masses des bosons de jauge e´lectrofaibles dont nous disposons,
et de la fac¸on subtile dont ces masses de´pendent des de´tails de la brisure spontane´e
de syme´trie.
Il existe ne´anmoins une classe d’extensions du secteur de Higgs qui e´chappe a` ces
contraintes. J’examinerai en particulier le mode`le a` deux doublets de Higgs, qui non
seulement repre´sente l’alternative la plus simple, mais constitue aussi une pre´diction
fondamentale de la supersyme´trie.
3.3.1 Contraintes
Afin d’analyser ce point plus en de´tails calculons ces masses en pre´sence d’un multiplet
de Higgs φn de dimension n arbitraire. Pour ce faire, nous ne´cessitons la partie
cine´tique du lagrangien de Higgs en fonction de la de´rive´e covariante Dµ
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|Dµφn|2 =
∣∣∣(∂µ − igT anW aµ − ig′YnBµ)φn∣∣∣2 (3.15)
=
∣∣∣[∂µ − ig (T+n W−µ + T−n W+µ )− i (gT 3nW 3µ + g′YnBµ)]φn∣∣∣2 .
Pour extraire les masses des bosons de jauge il suffit de se concentrer sur les termes
contenant la valeur moyenne dans le vide vn du champ scalaire. Cette dernie`re appartient
ne´cessairement a` la composante e´lectriquement neutre du multiplet, qui satisfait la
relation Qn = T
3
n + Yn = 0. En sommant sur tous les multiplets de Higgs possibles
n = 1, 2, 3, . . ., on obtient donc
∑
n
|Dµφn|2 = · · · +
∑
n
|vn|2g2
(
T+n T
−
n + T
−
n T
+
n
)
︸ ︷︷ ︸
(Tn)
2 − (T 3n)2 = Tn(Tn + 1)− Y 2n
W+µ W
−
µ(3.16)
+
∑
n
|vn|2Y 2n
(
gW 3µ − g′Bµ
)
︸ ︷︷ ︸
(gcos θw + g
′sin θw) Zµ + (gsin θw − g′cos θw)︸ ︷︷ ︸
0
Aµ
2
= · · · + g2∑
n
|vn|2
[
Tn(Tn + 1)− Y 2n
]
︸ ︷︷ ︸
m2W
W+µ W
−
µ
+
g2
cos2 θw
∑
n
|vn|2Y 2n︸ ︷︷ ︸
1
2
m2Z
ZµZµ ,
ou` j’ai utilise´ la condition de neutralite´ T 3n = −Yn et j’ai inse´re´ les de´finitions des
e´tats propres de masses Z et γ (2.1). Afin d’e´viter de ge´ne´rer d’inde´sirables masse
du photon et me´lange Z-photon, j’ai duˆ imposer la relation familie`re (2.2) entre les
constantes de couplage et l’angle de me´lange e´lectrofaible. Les masses des bosons de
jauge deviennent ainsi
m2γ = 0 (3.17)
m2W = g
2
∑
n
|vn|2
[
Tn(Tn + 1)− Y 2n
]
(3.18)
m2Z =
2g2
cos2 θw
∑
n
|vn|2 Y 2n , (3.19)
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ce qui permet d’introduire l’important parame`tre phe´nome´nologique ρ
ρ =
m2W
m2Zcos
2 θw
=
∑ |vn|2 [Tn(Tn + 1)− Y 2n ]
2
∑ |vn|2Y 2n , (3.20)
qui quantifie le rapport de force des courants neutres et charge´s des interactions
e´lectrofaibles. La combinaison d’un grand nombre de mesures a permis de de´terminer
la valeur de ce parame`tre de fac¸on tre`s pre´cise [9]
ρ ≈ 1.001± 0.002 . (3.21)
Cette contrainte expe´rimentale est donc une puissante “tueuse de mode`les”!
La solution non-triviale la plus simple consiste a` n’avoir qu’un unique doublet de
Higgs d’hypercharge Y = ±1/2. Le choix du signe positif correspond au mode`le stan-
dard et permet aussi de ge´ne´rer les masses des fermions a` travers des interactions de
Yukawa.
Mais la contrainte (3.21) est automatiquement satisfaite par un nombre arbitraire
de doublets d’hypercharge Y = ±1/2. Ne´anmoins, la somme des carre´s des valeurs
moyennes dans le vide de ces doublets est aussi se´ve`rement restreinte par les e´quations
(3.18) et (3.19), qui font intervenir les masses bien connues des bosons de jauge W
et Z. Le mode`le qui consiste a` conside´rer deux doublets de Higgs est immense´ment
populaire a` l’heure actuelle et sa phe´nome´nologie fait l’objet d’un grand nombre
d’e´tudes. Le fait que cette extension du secteur de Higgs soit pre´dite par la supersy-
me´trie explique partiellement l’engouement dont il fait l’objet.
En principe, la contrainte expe´rimentale (3.21) permet a` tout multiplet scalaire satisfaisant T (T +
1) = 3Y 2 d’aque´rir une valeur moyenne dans le vide. Mais la premie`re solution rationnelle au-dela`
de (T, Y ) = (1/2,±1/2) implique un septuplet (T, Y ) = (3,±2). Horrible!
Rien n’empeˆche non plus en principe de contempler des valeurs irrationnelles pour l’hypercharge,
comme par exemple (1,±
√
2/3). Abstrus!
On peut aussi imaginer avoir plusieurs repre´sentations diffe´rentes dont les valeurs moyennes dans le
vide s’accordent de manie`re suffisamment pre´cise pour satisfaire la contrainte (3.21). Miraculeux!
Finalement, compte tenu des erreurs expe´rimentales sur la mesure de ρ (3.21), des repre´sentations
arbitraires peuvent eˆtre conside´re´es, a` condition que leurs valeurs moyennes dans le vide soient
suffisamment petites. En ge´ne´ral, ces exigences alambique´es sont difficile a` re´aliser de manie`re
naturelle et ne jouissent pas de la faveur populaire. . .
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3.3.2 Le mode`le a` deux doublets de Higgs
L’alternative au mode`le standard la plus simple qui respecte automatiquement la
contrainte (3.21) consiste a` conside´rer un deuxie`me doublet scalaire d’hypercharge
Y = 1/2. Nous sommes ainsi en pre´sence de 2 × 2 × 2 = 8 degre´s de liberte´ qui
correspondent aux deux doublet scalaires complexes:
Φi ≡
(
Φ+i
Φ0i
)
i = 1, 2 . (3.22)
Sous des conditions assez ge´ne´rales, le potentiel de Higgs qui implique ces deux champs
provoque une brisure spontane´e de syme´trie et leur fournit les valeurs moyennes dans
le vide
〈Φi〉 ≡
(
0
vi
)
i = 1, 2 . (3.23)
En principe, le potentiel de Higgs peut eˆtre tel que ces deux valeurs moyennes dans
le vide n’aient pas la meˆme phase complexe. Dans ce cas la syme´trie CP n’est pas
respecte´e et il s’ensuit une phe´nome´nologie tre`s inte´ressante. En particulier, il s’agit-la`
d’une importante alternative au me´canisme de brisure de CP de Kobayashi-Maskawa.
Toutefois, par simplicite´, je ne conside`re ici que la situation ou` cette phase relative
est nulle. Les deux valeurs moyennes dans le vide peuvent alors en toute ge´ne´ralite´
eˆtre rendues re´elles par une transformation unitaire des champs (3.22). Ce choix se
justifie d’autant plus qu’il correspond au cas des deux doublets de Higgs pre´dits par
la supersyme´trie.
En l’absence de violation de CP , les parties re´elles et imaginaires des composantes
neutres, sont des e´tats propre de l’ope´rateur de CP et ne se me´langent pas. Les parties
re´elles sont de parite´ CP positive et leurs e´tats propres de masse sont donne´s par la
transformation unitaire
h =
√
2
[(
ℜeΦ01 − v1
)
cosα −
(
ℜeΦ02 − v2
)
sinα
]
(3.24)
H =
√
2
[(
ℜeΦ01 − v1
)
sinα +
(
ℜeΦ02 − v2
)
cosα
]
,
ou` α est un angle de´termine´ par les parame`tres du potentiel de Higgs. Les parties
imaginaires sont de parite´ CP ne´gative et leurs e´tats propres de masse sont donne´s
par la transformation unitaire
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A =
√
2
(
ℑmΦ01 cos β − ℑmΦ02 sin β
)
(3.25)
G =
√
2
(
ℑmΦ01 sin β + ℑmΦ02 cos β
)
,
ou` β est l’angle de´fini par le rapport des valeurs moyennes dans le vide
tan β =
v2
v1
. (3.26)
Les e´tats propres de masse des composantes charge´s sont
H± = Φ±1 cos β − Φ±2 sin β
(3.27)
G± = Φ±1 sin β + Φ
±
2 cos β ,
Trois des huit degre´s de liberte´ scalaires sont transfe´re´s par le me´canisme de Higgs
dans les composantes longitudinales des vecteurs de jauge Z0 et W±. Ce sont les
modes de bosons de Goldstone G et G±. Les cinq autres degre´s de liberte´ scalaires
qui subsistent sont physiques et peuvent eˆtre observe´s. On compte ainsi deux scalaires
neutres h et H de parite´ CP positive, deux scalaires charge´s H± et un scalaire neutre
A de parite´ CP ne´gative. Par abus de langage, ce dernier est souvent traite´ de pseudo-
scalaire dans la lite´rature.
Bien que le mode`le a` deux doublets de Higgs soit la plus simple extension du secteur
scalaire du mode`le standard, sa phe´nome´nologie est assez complexe car elle de´pend de
six parame`tres, les quatre masses et les deux angles de me´lange. Ceci est a contraster
avec le secteur de Higgs du mode`le standard, qui est entie`rement de´termine´ par la
masse et la valeur moyenne dans le vide du scalaire.
Chapitre 4
Le mode`le syme´trique
gauche-droite
Une des caracte´ristiques les plus singulie`res du mode`le standard, est le fait que
les interactions e´lectrofaibles traitent tre`s diffe´remment les fermions gauches et les
fermions droits. Pour beaucoup cette violation de syme´trie rele`ve d’un manque d’esthe´tique
insupportable! C’est aussi pourquoi avant meˆme l’ave`nement final du mode`le stan-
dard, Mohapatra et Pati propose`rent une extension tre`s naturelle du groupe e´lectro-
faible [7], qui restore la syme´trie de parite´, du moins aux hautes e´nergies. Pour des
raisons e´videntes, on l’appele le mode`le syme´trique gauche-droite. Il est base´ sur la
syme´trie de jauge
G = SU(2)L ⊗ SU(2)R ⊗ U(1)B−L . (4.1)
Les conse´quences du facteur SU(2)R supple´mentaire sont conside´rables et profondes.
Le mode`le pre´dit non seulement l’existence de nouveaux scalaires, fermions et vecteurs
de jauge, mais il ge´ne`re aussi des masses de Majorana pour les neutrinos, avec tout
ce que cela implique pour la conservation du nombre leptonique!
Le mode`le syme´trique gauche-droite rece`le donc une phe´nome´nologie tre`s riche, dont
je n’analyserai ici qu’un aspect tre`s particulier, la physique du Z ′, et ce de manie`re
tre`s incomple`te. Je passerai ainsi sous silence toutes les autres facettes fascinantes
du mode`le, en autres celles des W ′, des Higgs doublement charge´s et du me´canisme
see-saw de ge´ne´ration de masses de neutrino.
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4.1 La syme´trie de jauge et sa brisure spontane´e
L’ajoute du facteur SU(2)R au groupe de jauge e´lectrofaible implique l’existence de
trois bosons de jauge supple´mentaires correspondants au trois ge´ne´rateurs du groupe.
Par analogie avec les bosons e´lectrofaibles qui nous sont familiers, on les appelle
commune´ment W ′ et Z ′. Nous verrons que le facteur abe´lien U(1)B−L correspond a`
une syme´trie qui conserve la diffe´rence entre le nombre baryonique B et le nombre
leptonique L.
On observe clairement, jusqu’aux e´nergies les plus e´leve´es que l’on ait pu atteindre
jusqu’a` ce jour, que les fermions gauches se comportent diffe´remment des fermions
droits. S’il y a une syme´trie gauche-droite, elle doit donc eˆtre brise´e a` une e´chelle
d’e´nergie non encore explore´e. Pour obtenir cette brisure de syme´trie on doit invoquer
un nouveau secteur de Higgs, qui fournit aux bosons de jauge W ′ et Z ′ une masse
suffisamment e´leve´e, pour rendre ces derniers invisibles aux basses e´nergies.
La fac¸on la plus simple de briser la syme´trie gauche-droite du groupe (4.1) vers la
syme´trie e´lectrofaible, est de laisser en un premier temps la syme´trie SU(2)L intacte
comme suit
SU(2)L ⊗ SU(2)R ⊗ U(1)B−L ∆−→ SU(2)L ⊗ U(1)Y
↓ ↓ ↓ ↓ ↓
W iLµ W
i
Rµ Cµ W
i
Lµ Bµ
gL gR g
′ gL gY
(4.2)
Les bosons de jauge associe´s a` chaque groupe sont indique´s sur la deuxie`me ligne de
l’e´quation (4.2). Il s’agit bien des e´tats propres de jauge et non ne´cessairement des
e´tats propres de masse! Les membres e´lectriquement neutres de ces derniers sont le
photon A, le Z et un Z ′ lourd. Les deux bases sont relie´es par les transformations
unitaires


C = cos θs B − sin θs Z ′
W 3R = sin θs B + cos θs Z
′


B = cos θw A− sin θw Z
W 3L = sin θw A + cos θw Z
(4.3)
ou bien


W 3L = cos θw Z + sin θw A
W 3R = cos θs Z
′ − sin θssin θw Z + sin θscos θw A
C = − sin θs Z ′ − cos θssin θw Z + cos θscos θw A
(4.4)
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ou` θw est l’angle de me´lange e´lectrofaible et θs est un nouvel angle qui de´termine le
me´lange entre les bosons de jauge SU(2)R and U(1)B−L.
Figure 4.1: Valeurs typiques admissibles pour un e´ventuel angle de me´lange ZZ ′
(ΘM) et la masse du boson de jauge neutre lourd (M2). Cette figure est adapte´e de
la re´fe´rence [8].
Cette se´paration de la matrice de transformation unitaire 3 × 3 qui relie la base de jauge a` la base
de masse en une combinaison de deux transformations 2 × 2 est dicte´e par la chaˆıne de brisure de
syme´trie (4.2). On peut en principe concevoir un me´canisme plus complique´, brisant simultane´ment
la syme´trie SU(2)L. Dans ce cas il faut introduire un troisie`me angle de me´lange ZZ
′ ainsi qu’une
phase complexe qui brise la syme´trie CP . Toutefois, les re´sultats obtenus sur la re´sonance Z0 au
LEP1 restreignent se´ve`rement les valeurs admissibles de ces parame`tres [8], comme l’illustre la
figure 4.1. On peut donc affirmer sans crainte que les e´quations (4.3) constituent une excellente
premie`re approximation.
J’ai spe´cifie´ dans la troisie`me ligne de l’e´quation (4.2) les constantes de couplage
associe´es a` chaque groupe de jauge. Comme nous identifions la syme´trie SU(2)L
de l’e´quation (4.1) avec la syme´trie SU(2)L du mode`le standard, sa constante de
couplage est celle des interactions e´lectrofaibles gL = g = e/sin θw, ou` e est la charge
de l’e´lectron. L’un des deux autres couplages, gR ou g
′, peut eˆtre choisi arbitrairement.
L’autre est alors de´termine´ de manie`re unique, comme nous le verrons plus loin.
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En principe, si gR 6= gL on ne peut pas vraiment qualifier ce mode`le de syme´trique gauche-droit. En
pratique personne ne se soucie de cet abus de langage et le choix gR = gL n’est en fait absolument pas
l’option pre´fe´re´e des the´oriciens. En effet, meˆme si cette e´galite´ est impose´e a` une quelconque haute
e´nergie, les constantes de couplages e´volueront fatalement diffe´remment vers les basses e´nergies.
Ceci est ine´luctable, puisque deux diffe´rentes e´chelles d’e´nergies sont implique´es, celle de la brisure
de SU(2)R ⊗ U(1)B−L et celle de la brisure de SU(2)L ⊗ U(1)Y .
Par analogie avec la brisure de la symetrie SU(2)L ⊗ U(1)Y → U(1)EM qui donne
l’expression Q = T 3L + Y pour l’ope´rateur de charge e´lectromagne´tique, la brisure de
la symetrie SU(2)R⊗U(1)B−L → U(1)Y donne Y = T 3R+(B−L)/2 pour l’ope´rateur
d’hypercharge1. Dans le cadre du mode`le syme´trique gauche-droite, la l’ope´rateur de
charge e´lectromagne´tique s’e´crit donc
Q = T 3L + T
3
R +
B − L
2
. (4.5)
La syme´trie SU(2)R ⊗ U(1)B−L est brise´e dans l’e´quation (4.2) a` l’aide d’un champ
de Higgs ∆
∆(1, 3, 2) ≡

 δ
++
δ+
δ0

 (4.6)
qui porte la charge B − L = 2 et se transforme comme un singulet de SU(2)L et un
triplet de SU(2)R. L’ensemble de trois nombres quantiques qui sont indique´s entre
parenthe`ses derrie`re le ∆ permettent une classification commode des particules. Les
deux premiers chiffres en caracte`res gras indiquent les dimension des repre´sentations
SU(2)L et SU(2)R auxquelles elles appartiennent. Le troisie`me nombre quantique est
la diffe´rence de leurs nombres baryoniques et leptoniques B − L.
Lorsque l’e´le´ment neutre du triplet ∆ (4.6) acquie`re une valeur moyenne dans le vide
v
〈∆〉 ≡

 00
v

 . (4.7)
la partie cine´tique du lagrangien de Higgs prend la forme suivante en fonction de la
de´rive´e covariante Dµ
1 Il faudrait en principe e´crire U(1)(B−L)/2 au lieu de U(1)B−L, mais personne ne se donne cette
peine.
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|Dµ∆|2 =
∣∣∣∣
(
∂µ − igRT aW aRµ − ig′
B − L
2
Cµ
)
∆
∣∣∣∣2 (4.8)
= · · · +
∣∣∣∣∣
[
igR
1√
2

 0 1 01 0 1
0 1 0

W 1Rµ + igR 1√
2

 0 −i 0i 0 −i
0 i 0

W 2Rµ
+ igR

 1 0 00 0 0
0 0 −1

W 3Rµ + ig′

 1 0 00 1 0
0 0 1

Cµ
] 00
v


∣∣∣∣∣
2
= · · · + 1
2
|v|2g2R W+µ W−µ + |v|2
(
gRW
3
Rµ − g′Cµ
)
︸ ︷︷ ︸
(gRcos θs + g
′sin θs) Z
′
µ − (gRsin θs − g′cos θs)︸ ︷︷ ︸
0
Bµ
2
Je n’ai conserve´ ici que les termes contenant la valeur moyenne dans le vide v, parce
que eux seuls sont responsables de la brisure de syme´trie, le sujet qui m’inte´resse
ici. Comme a` ce stade la syme´trie SU(2)L⊗U(1)Y doit rester conserve´e, la masse du
boson B (associe´ a` la syme´trie U(1)Y ) doit eˆtre nulle. Ce fait implique une inte´ressante
relation entre l’angle de me´lange θs et les constantes de couplage gR and g
′. La masse
du Z ′ est proportionnelle au carre´ de la norme de la valeur moyenne dans le vide v
et reste donc essentiellement un parame`tre libre.
4.2 Les fermions
Par de´finition du mode`le syme´trique gauche-droite, les quarks et leptons se transforment
comme des doublets de SU(2)L and SU(2)R. En utilisant la meˆme notation qu’auparavent
pour le triplet de Higgs ∆ dans l’e´quation (4.6), nous avons pour chaque ge´ne´ration


QL(2, 1,
1
3
) ≡
(
uL
dL
)
QR(1, 2,
1
3
) ≡
(
uR
dR
)


LL(2, 1,−1) ≡
(
νL
ℓL
)
LR(1, 2,−1) ≡
(
νR
ℓR
) (4.9)
Vous n’aurez pas manque´ de remarquer que j’ai introduit un neutrino droit νR. Les
conse´quences de ce “de´tail” sont extre`mement importantes: les neutrinos peuvent
ainsi de´velopper une masse et cela a maintenant un sens de se demander si ce sont
des fermions de Majorana ou de Dirac.
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4.2.1 Les neutrinos de Majorana
Les neutrinos droits peuvent acque´rir une masse de Majorana au travers de la valeur
moyenne dans le vide du triplet de Higgs ∆ (4.7). En effet, on peut e´crire une
interaction de Yukawa invariante de jauge liant le doublet de leptons droits au triplet
de Higgs sous la forme
LY = λ L¯cR iσ2~σ · ~∆ LR , (4.10)
ou` LcR repre´sente les fermions conjugue´s de charge et ou` ~σ est un vecteur forme´ des
trois matrices de Pauli, dont le produit scalaire avec le triplet de Higgs ~∆ donne une
matrice 2× 2.
Le lagrangien (4.10) est trivialement invariant par transormations de jauge gauches,
puisque les trois champs sont des singulets de SU(2)L. Il est aussi invariant par
transormations de jauge U(1)B−L, puisque le Higgs porte la charge B − L = 2 alors
que chaque lepton porte la charge B − L = −1.
L’invariance par transormations de jauge droite est moins e´vidente. Pour la prouver il
faut se rappeler leurs formes locale pour une rotation de´finies par le vecteur infinite´simal
~θ
LR −→
(
1− igR 1
2
~θ · ~σ
)
LR
L¯cR −→ L¯cR
(
1− igR1
2
~θ · ~σT
)
(4.11)
~∆ −→ ~∆− gR~θ × ~∆ ,
ou` les matrices de Pauli ~σ Le couplage de Yukawa du lagrangien (4.10) se transforme
ainsi comme
L¯cR σ2~σ · ~∆ LR −→ (4.12)
L¯cR
(
1− igR 1
2
~θ · ~σT
)
σ2~σ ·
(
~∆− gR~θ × ~∆
) (
1− igR 1
2
~θ · ~σ
)
LR
= L¯cR
[
σ2~σ · ~∆ − igR1
2
(~θ · ~σT )σ2︸ ︷︷ ︸
−σ2(~θ · ~σ)
(~σ · ~∆) − igR 1
2
σ2(~σ · ~∆)(~θ · ~σ)
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− gRσ2~σ ·
(
~θ × ~∆
)
+ O(θ2)
]
LR
= L¯cR
[
σ2~σ · ~∆ + igR 1
2
σ2
[
~σ · ~θ, ~σ · ~∆
]
︸ ︷︷ ︸
−i~σ ·
(
~θ × ~∆
) − gRσ2~σ ·
(
~θ × ~∆
)
+ O(θ2)
]
LR
= L¯cR σ2~σ · ~∆ LR + O(θ2)
En e´crivant explicitement les composantes des diffe´rents multiplets dans le lagrangien
(4.10), et en nous concentrant uniquement sur les termes qui impliquent la valeur
moyenne dans le vide du Higgs, nous obtenons le lagrangien de masse du neutrino
LY = λ
(
ν¯cR ℓ¯
c
R
) [ ( 0
−1
1
0
)(
0
1
1
0
)
︸ ︷︷ ︸(
1
0
0
−1
)
δ++ + δ0√
2
(4.13)
+
(
0
−1
1
0
)(
0
i
−i
0
)
︸ ︷︷ ︸(
i
0
0
i
)
δ++ − δ0
i
√
2
+
(
0
−1
1
0
)(
1
0
0
−1
)
︸ ︷︷ ︸(
0
−1
−1
0
)
δ+
] (
νR
ℓR
)
= . . . + λ
v√
2
(
ν¯cR ℓ¯
c
R
)(2
0
0
0
)(
νR
ℓR
)
= . . . +
√
2λv ν¯cRνR .
Le neutrino droit acquiert ainsi une masse de Majorana mνR =
√
2λv, qui doit eˆtre
tre`s lourde puisqu’elle est proportionelle a` la valeur moyenne dans le vide du Higgs
responsable de la brisure spontane´e de syme´trie gauche-droite. Ce terme de masse est
tre`s particulier, car il ne conserve aucun nombre quantique additif. En particulier,
puisque la charge e´lectromagne´tique n’est pas conserve´e, les particules charge´es ne
peuvent que de´veloper une masse de Dirac du type m(ψ¯LψR + ψ¯RψL). Par contre, les
fermions neutres ne sont pas soumis a` cette contrainte.
Le terme de masse de Majorana permet toutes sortes de processus qui ne conservent
pas le nombre leptonique, tel la fameuse double de´sinte´gration β sans neutrino de´crite
microscopiquement par le diagramme de Feynman de la figure 4.2. Il permet aussi
des oscillations d’une saveur de neutrino a` une autre. Toutes ces implications sont
passionantes, aussi bien du point the´orique que phe´nome´nologique, mais je ne le
de´veloperai pas plus ici, mais me concentrerai a` pre´sent sur certaines conse´quences
de l’existence du Z ′.
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Figure 4.2: Diagramme de Feynman responsable de la double de´sinte´gration β sans
neutrino.
4.2.2 Les couplages des fermions
Les couplages des fermions (4.9) aux bosons de jauge s’obtiennent en e´crivant explicitement
la partie cine´tique du lagrangien des fermions en fonction de la de´rive´e covariante Dµ.
Il est clair que les couplages aux W ′ sont donne´s par les interactions chirales gRPR.
Les couplages aux Z ′ sont de´termine´s par la partie diagonale des interactions avec les
bosons de jauge:
Ψ¯γµDµΨ = Ψ¯γ
µ
[
∂µ − igL1
2
σaW aLµPL − igR
1
2
σaW aRµPR − ig′
B − L
2
]
Ψ (4.14)
= · · · − i (U¯ D¯)γµ
[
gL
1
2
(
1 0
0 −1
)
W 3LµPL + gR
1
2
(
1 0
0 −1
)
W 3RµPR
+g′
B − L
2
(
1 0
0 1
)
Cµ
](
U
D
)
ou` PR,L = (1 ± γ5)/2 sont les ope´rateurs de projection sur les chiralite´s gauche et
droite des doublets (4.9). En inse´rant les de´finitions des e´tats propres de masse (4.3),
nous obtenons
Ψ¯γµDµΨ = · · · (4.15)
− i u¯ γµ
[
Z ′µ (
1
2
gRcos θs PR − 16g′sin θs )
Zµ (
1
2
gLcos θwPL − 12gRsin θssin θwPR − 16g′cos θssin θw )
Aµ (
1
2
gLsin θwPL +
1
2
gRsin θscos θwPR +
1
6
g′cos θscos θw )
]
u
︸ ︷︷ ︸
2
3
e
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− i d¯ γµ
[
Z ′µ ( − 12gRcos θs PR − 16g′sin θs )
Zµ (− 12gLcos θwPL + 12gRsin θssin θwPR − 16g′cos θssin θw )
Aµ (− 12gLsin θwPL − 12gRsin θscos θwPR + 16g′cos θscos θw )
]
d
︸ ︷︷ ︸
−1
3
e
− i ν¯ γµ
[
Z ′µ (
1
2
gRcos θs PR +
1
2
g′sin θs )
Zµ (
1
2
gLcos θwPL − 12gRsin θssin θwPR + 12g′cos θssin θw )
Aµ (
1
2
gLsin θwPL +
1
2
gRsin θscos θwPR − 12g′cos θscos θw )
]
ν
︸ ︷︷ ︸
0
− i ℓ¯ γµ
[
Z ′µ ( − 12gRcos θs PR + 12g′sin θs )
Zµ (− 12gLcos θwPL + 12gRsin θssin θwPR + 12g′cos θssin θw )
Aµ (− 12gLsin θwPL − 12gRsin θscos θwPR − 12g′cos θscos θw )
]
ℓ
︸ ︷︷ ︸
−e
Bien que les couplages des quarks et leptons au Z ′ ne soient pas connus a priori,
leurs couplages au photon A et au Z0 nous sont connus du mode`le standard. En
guise d’illustration, j’ai indique´ explicitement dans l’e´quation (4.15) les couplages au
photon.
Ces huit relations (plus celle que nous avions obtenue pre´ce´demment en traitant du
triplet de Higgs) fournissent un syste`me sur-de´termine´ d’e´quations. Fort heureusement
il a une solution consistante en fonction de trois parame`tres inde´pendants du mode`le.
Le choix pie´ton pour ceux-ci seraient les constantes de couplage associe´es au groupe de
jauge (gL, gR, g
′). Mais je pre´fe`re faire le choix e´quivalent et plus astucieux (e, sin θw, κ =
gL/gR), qui a le grand avantage de contenir d’emble´e deux quantite´s bien connues et
mesure´es, a` savoir la charge de l’e´lectron e et le sinus de l’angle de me´lange e´lectro-
faible sin θw.
Un manipulation e´le´mentaire nous donne:
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e
sin θw
κ =
gR
gL


−→


gL =
e
sin θw
gR =
eκ
sin θw
g′ =
eκ√
κ2cos2 θw − sin2 θw
sin θs =
sin θw
κcos θw
(4.16)
Il est aussi utile pour simplifier les expressions par la suite, d’introduite le parame`tre
β = cot θs =
√
κ2cos2 θw
sin2 θw
− 1 . (4.17)
Outre les parame`tres qui interviennent de´ja` dans le mode`le standard. le mode`le
syme´trique gauche-droite minimal est donc spe´cifie´ en fonction de deux nouveaux
parame`tres:
1. Le rapport des constantes de couplage droite et gauche κ = gR/gL, qui de´termine
le couplage des bosons de jauge lourds Z ′ et W ′ aux fermions.
2. La valeur moyenne dans le vide v du triplet droit de Higgs ∆, qui brise la
syme´trie SU(2)R ⊗ U(1)B−L → U(1)Y et de´termine les masses des bosons de
jauge lourds Z ′ et W ′.
4.3 La physique du Z′
Concentrons nous a` pre´sent sur une pre´diction bien particulie`re du mode`le syme´trique
gauche-droite, l’existence du boson de jauge massif Z ′, et explorons brie`vement les
perspectives pour sa de´couverte.
Comme les masses des W ′ et Z ′ sont proportionnelles a` |v|2, elles peuvent en principe
prendre des valeurs tre`s e´leve´es. Elles sont de´termine´es en inse´rant les conclusions de
la section pre´ce´dente (4.16) dans le lagrangien (4.8):
m2W ′ = e
2 |v|2 κ
2
2sin2 θw
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(4.18)
m2Z′ = e
2 |v|2 2κ
4cos2 θw
β2sin4 θw
.
Les couplages des quarks et leptons auW ′ sont e´videmment donne´s par les interactions
chirales gRPR. Leurs couplages au au Z
′ sont de´termine´s en inse´rant les conclusions de
la section pre´ce´dente (4.16) dans le lagrangien (4.15). Par exemple, pour les leptons
charge´s ℓ = (e, µ, τ) on obtient les couplages vectoriel et axial vZ′ et aZ′ normalise´s a`
la charge de l’e´lectron e
vZ′ =
1
4cw
2− β2
β
(4.19)
aZ′ = − 1
4cw
β . (4.20)
Ces couplages de´crivent en fonction des valeur du rapport κ une demi hyperbole dans
l’espace parame´trique (vZ′, aZ′), dont les asymptotes sont aZ′ = 0 et aZ′ = vZ′ avec
aZ′ < 0.
4.3.1 Autres mode`les de Z′
Comme il existe beaucoup d’autres extensions du mode`le standard qui pre´disent
l’existence d’un Z ′, il serait domage de les ignorer dans une analyse phe´nome´nologique.
D’une manie`re ge´ne´rale, les interactions d’un quelconque Z ′ aux quarks et leptons
peuvent eˆtre e´crits sous la forme ge´ne´rale
e Z ′µ ψ¯ γ
µ (vZ′ + aZ′γ5) ψ , (4.21)
ou` vZ′ et aZ′ sont les couplages vectoriel et axial du Z
′ au lepton ψ. Remarquez que
ces couplages sont normalise´s a` la charge de l’e´lectron e.
Les couplages pre´dits par les mode`les les plus populaires sont montre´es sur la figure 4.3
et leurs e´quations parame´triques sont donne´es dans le tableau 4.1. Tous ces mode`les
supposent l’universalite´, c’est-a`-dire que les trois ge´ne´rations sont traite´es de manie`re
identique, mais aucun ne fait de pre´diction pre´cise quant a` la masse du Z ′.
Examinons a` pre´sent les perspectives du LHC et du FLC quant a` la de´couverte d’un
de ces Z ′. Elle sont re´sume´es pour les mode`les populaires dans la figure 4.4, qui de´crit
aussi les limites supe´rieures des masses de Z ′ observables au TEVATRON et au LEP2.
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Figure 4.3: Valeurs des couplages vectoriels et axiaux des leptons charge´s aux Z ′
pre´dits par les mode`les mentionne´s dans la Table 4.1.
4.3.2 Collisions hadroniques
Le principal me´canisme de production de Z ′ dans les collisions pp ou pp¯ est la
production d’une paire de lepton par une re´action du type Drell-Yan de´crite dans
la figure 4.5. Un Z ′ y est produit par l’anihilation d’une paire quark anti-quark et
se de´sinte`gre ensuite en une paire lepton anti-lepton. Comme ces derniers ont une
masse invariante centre´e sur la masse du Z ′, qui est tre`s e´leve´e, ce signal ne souffre
quasiment d’aucun bruit de fond. On estime qu’une dizaine d’e´ve`nement de ce type
suffisent a` garantir la de´couverte du Z ′.
C’est d’ailleurs ce meˆme me´canisme qui a permis de de´couvir le boson interme´diaire
Z a` partir d’une poigne´e d’e´ve`nements dans les collisions pp¯ au SPS du CERN en
1983.
Il est facile de se faire une ide´e approximative de ce que les collisions hadroniques peuvent
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mode`le vZ′ aZ′ parame`tres
mode`le standard
se´quentiel
1− 4 sin2 θw
4 sin θw cos θw
−1
4 sin θw cos θw
banc d’essai
mode`le standard
de´sunifie´
1
2 sin θw
tanφ − 1
2 sin θw
tanφ sinφ ≥ sin θw
syme´trique
gauche-droite
1
4cw
2− β2
β
− 1
4cw
β β > 0
syme´trique
gauche-droite
alternatif
1
4cw
1− 2β2
β
1
4cw
β β > 0
the´ories de
grande unification
1√
6 cos θw
cos β − 1
2
√
6 cos θw

cos β +
√
5
3
sin β

 −π ≤ β ≤ π
E6 : ψ “ “ β =
π
2
SO(10) : χ “ “ β = 0
inspire´ des
supercordes: η “ “ tanβ = −
√
5
3
Tableau 4.1: Valeurs des couplages vectoriels et axiaux des leptons charge´s aux Z ′
pre´dits par diffe´rents mode`les populaires.
nous apporter comme information sur un e´ventuel Z ′ en estimant sa section efficace de
production. La section efficace microscopique du sous-proce`s Drell-Yan de la figure 4.5,
est donne´ par [5]
dσ = |M|2︸ ︷︷ ︸
dynamique
× 1|~vq¯ − ~vq| 2Eq¯ 2Eq︸ ︷︷ ︸
flux
(4.22)
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Figure 4.4: Valeurs maximales observables des masses de Z ′ pre´dits par diffe´rents
mode`les populaires. Cette figure est adapte´e de la re´fe´rence [6].
× d
3pℓ¯
(2π)3 2Eℓ¯
d3pℓ
(2π)3 2Eℓ
(2π)4 δ4(pq¯ + pq − pℓ¯ − pℓ)︸ ︷︷ ︸
espace des phases
.
Dans le repe`re du centre de masse et dans la limite ultra-relativiste ou` l’e´nergie du centre
de masse ECM ≫ mq = mℓ ≈ 0, cette section efficace devient
dσ = |M|2 × 1
2sˆ
× dΩℓ¯
32π2
, (4.23)
ou` par de´finition sˆ = (pq¯ + pq)
2.
Puisque les faisceaux de protons au LHC ne seront pas polarise´s, les quarks qu’ils contiennent
ne le seront pas non plus et le carre´ de la norme de l’e´le´ment de matrice |M|2 ne de´pend
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Figure 4.5: Diagramme de Feynman responsable a` l’ordre le plus bas de la production
et de la de´sinte´gration d’un Z ′ dans les collisions pp ou pp¯.
pas de l’angle de diffusion azimuthal φℓ¯ de l’e´le´ment d’angle solide dΩℓ¯ = dφℓ¯d cos θℓ¯ de
l’anti-lepton. L’inte´gration sur cette variable de l’espace des phase donne donc trivialement
un facteur 2π et la section efficace diffe´rentielle de production de muons est donne´e par
dσ
d cos θ
=
1
32πsˆ
|M|2 . (4.24)
Reste maintenant a` calculer le carre´ de la norme de l’e´le´ment de matrice |M|2. L’application
des re`gles de Feynman au graphe de la figure 4.6 donne pour l’e´le´ment de matrice
M = e2 1
sˆ−m2Z′ − imZ′ΓZ′
[u¯ℓ¯γ
α(vℓZ′ + a
ℓ
Z′γ5)vℓ] [v¯qγ
α(vqZ′ + a
q
Z′γ5)uq¯] (4.25)
et son hermitien conjugue´
M† = e2 1
sˆ−m2Z′ + imZ′ΓZ′
[v¯ℓγ
β(vℓZ′ + a
ℓ
Z′γ5)uℓ¯] [u¯q¯γ
β(vqZ′ + a
q
Z′γ5)vq] , (4.26)
ou` j’ai introduit la largeur de de´sinte´gration ΓZ′ du Z
′ dans son propagateur. Celle-ci
correspond, en effet, a` la partie imaginaire de son e´nergie propre, qui s’ajoute simplement
a` la masse par resommation de Dyson.
En sommant sur les polarisations de l’e´tat final et en moyennant sur les polarisations de
l’e´tat initial (il y en a 2 × 2 × 3 = 12, chaque quark ayant deux possibilite´s pour son
spin et trois possibilite´s pour sa couleur), on obtient dans la limite ultra-relativiste ou` les
masses des quarks et leptons peuvent eˆtre ne´glige´es pour le carre´ de la norme de l’e´le´ment
de matrice
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|M|2 = 1
12
e4
1
(sˆ−m2Z′)2 +m2Z′Γ2Z′
(4.27)
×
[
(vℓZ′
2
+ aℓZ′
2
)(vqZ′
2
+ aqZ′
2
) tr[pℓγ
βpℓ¯γ
α] tr[pq¯γ
βpqγ
α]︸ ︷︷ ︸
32 (pq¯ · pℓ pq · pℓ¯ + pq¯ · pℓ¯ pq · pℓ) = 4sˆ2(1 + cos2 θ)
+ (vℓZ′a
ℓ
Z′ + a
ℓ
Z′v
ℓ
Z′)(v
q
Z′a
q
Z′ + a
q
Z′v
q
Z′) tr[γ5pℓγ
βpℓ¯γ
α] tr[γ5pq¯γ
βpqγ
α]︸ ︷︷ ︸
32 (pq¯ · pℓ pq · pℓ¯ − pq¯ · pℓ¯ pq · pℓ) = 8sˆ2 cos θ
]
Il est facile d’exprimer les produits scalaires des vecteurs energie–moment cine´tique ultrarelativistes
en fonction de l’angle θ entre l’e´lectron initial et le muon final. En effet, dans un repe`re
du centre de masse ceux-ci peuvent eˆtre e´crits sous la forme
pq ≡
√
sˆ
2


1
0
0
1

 pℓ ≡
√
sˆ
2


1
0
sin θ
cos θ

 (4.28)
pq¯ ≡
√
sˆ
2


1
0
0
−1

 pℓ¯ ≡
√
sˆ
2


1
0
− sin θ
− cos θ

 .
Si l’on exprime la charge de l’e´lectron e en fonction de la constante de structure fine
α = e2/4π, la section efficace diffe´rentielle devient
dσ
d cos θ
=
πα2
6
sˆ
(sˆ−m2Z′)2 +m2Z′Γ2Z′
× (4.29)
[
(vℓZ′
2
+ aℓZ′
2
) (vqZ′
2
+ aqZ′
2
) (1 + cos2 θ)
+ (vℓZ′a
ℓ
Z′ + a
ℓ
Z′v
ℓ
Z′) (v
q
Z′a
q
Z′ + a
q
Z′v
q
Z′) 2 cos θ
]
.
En inte´grant l’angle polaire θ de 0 a` π, le terme proportionel a` cos θ s’e´limine et on obtient
pour la section efficace
σ(sˆ) =
4πα2
9
(vℓZ′
2
+ aℓZ′
2
) (vqZ′
2
+ aqZ′
2
)
sˆ
(sˆ−m2Z′)2 +m2Z′Γ2Z′
. (4.30)
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Cette section efficace n’est que la section efficace microscopique, qui traite les quarks
comme des particules libres. Il faut encore effectuer a` pre´sent sa convolution avec les
fonctions de structure des protons (3.14) et sommer sur les diffe´rent types de quarks
qu’ils contiennent
σ =
∑
q
s∫
0
dsˆ F (sˆ) σ(sˆ) , (4.31)
ou` s = E2CM est l’e´nergie du centre de masse du collisionneur et F (sˆ) est la fonction
de luminosite´, qui se calcule aise´ment connaissant les fonctions de structure. Pour des
raisons dimensionelles, elle est grosso modo inverse´ment proportionelle a` son argument,
c’est-a`-dire F (sˆ) ∝ 1/sˆ.
Cette convolution ne peut se faire que nume´riquement, car les fonctions de structure, ne
pouvant pas eˆtre de´termine´es par des me´thodes perturbatives, sont typiquement de´termine´es
a` partir des donne´es expe´rimentales de diffusion ine´lastique lepton-proton.
Mais l’on peut ne´anmoins se faire une ide´e approximative des choses, en remarquant
que la section efficace (4.30) se comporte comme une distribution de Breit-Wigner. Pour
autant que la largeur ΓZ′ ne soit pas trop grande (ce qu’elle n’est certainement pas, si les
inte´ractions du Z ′ sont de l’ordre des interactions e´lectrofaibles) elle a donc un maximum
tre`s prononce´ autour du point sˆ = m2Z′ (dans la limite ou` la largeur ΓZ′ est nulle ce point
devient meˆme un poˆle non-inte´grable), et l’on peut en toute se´re´nite´ simplifier l’inte´grale
(4.31) en donnant aux termes de variation lente une valeur constante centre´e sur sˆ = m2Z′
et en poussant les limites d’inte´gration au-dela` du domaine physique:
σ =
4πα2
9
(vℓZ′
2
+ aℓZ′
2
)
∑
q
(vqZ′
2 + aqZ′
2) (4.32)
× F (m2Z′)︸ ︷︷ ︸
∝
1
m2Z′
m2Z′
+∞∫
−∞
dsˆ
(sˆ−m2Z′)2 +m2Z′Γ2Z′︸ ︷︷ ︸
π
mZ′ΓZ′
∝ α
2
mZ′ΓZ′
(vℓZ′
2
+ aℓZ′
2
)
∑
q
(vqZ′
2
+ aqZ′
2
) .
La masse et la largeur du Z ′ peuvent eˆtre de´termine´es inde´pendemment, en mesurant la
masse invariante des paires de leptons. Ainsi la mesure de la section efficace nous fournit
la valeur de la combinaison des couplages qui intervient dans les deux derniers facteurs de
l’e´quation (4.32).
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4.3.3 Collisions e´lectrons-positrons
Comme pour le Z que l’on a pu e´tudier de manie`re si pre´cise au LEP et au SLC,
la production de Z ′ re´els dans les collisions e+e− au FLC est la re´action ide´ale pour
l’e´tude de ces derniers. Mais encore faut-il que l’e´nergie du collisionneur soit suffisante!
e−
e+
µ−
µ+
γ,Z0,Z′
Figure 4.6: Diagramme de Feynman responsable a` l’ordre le plus bas de la production
de paires de muons dans les collisions e+e−.
Mais meˆme si dans un premier stage l’e´nergie nominale du FLC, c’est-a`-dire 500
GeV, n’atteint pas encore la re´sonance, des effets virtuels du Z ′ pourront peut-eˆtre
eˆtre observe´s, par exemple au travers de la production en paire de muon de´crite par
le diagramme de Feynman de la figure 4.6.
Nous serions alors dans une situation analogue a` celle de l’anneau TRISTAN du KEK au Japon. Ce
dernier avait e´te´ conc¸u pour l’e´tude du poˆle Z0 a` une e´poque ou` l’on croyait encore a` une masse plus
faible de ce dernier. Bien que cette machine n’ai jamais produit le moindre boson Z0 elle a du moins
permis d’observer au pied de la re´sonance un surplus de section efficace par rapport aux pre´diction
de la QED. Ceci aurait suffit pour de´couvrir le Z0, si son existence n’avait pas de´ja` e´te´ clairement
mise en e´vidence auparavant dans les collisions pp¯ au SPS du CERN.
La section efficace de production d’une paire muon-antimuon a` partir de collisions e´lectrons-
positrons est obtenue trivialement a` l’aide de la section efficace (4.24)
dσ
d cos θ
=
1
32πs
|M|2 , (4.33)
ou` l’e´le´ment de matrice M s’obtient en applicant les re`gles de Feynman approprie´es au
graphe de la figure 4.6
M = e2 ∑
i=γ,Z,Z′
1
s−m2i
[u¯µ+γ
α(vi + aiγ5)vµ− ] [v¯e−γ
α(vi + aiγ5)ue+] . (4.34)
Son hermitien conjugue´ est donne´ par
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M† = e2 ∑
j=γ,Z,Z′
1
s−m2j
[v¯µ−γ
β(vj + ajγ5)uµ+] [u¯e+γ
β(vj + ajγ5)ve−] , (4.35)
ou` les couplages vectoriel vi et axial ai du photon et du Z
0 aux leptons sont donne´s par


vγ = 1
aγ = 0


vZ0 =
1− 4 sin2 θw
4 sin θw cos θw
aZ0 =
−1
4 sin θw cos θw
(4.36)
En sommant sur les polarisations de l’e´tat final et en moyennant sur les polarisations de
l’e´tat initial (il y en a 2× 2 = 4), on obtient dans la limite ultra-relativiste ou` les masses
des e´lectrons et muons peuvent eˆtre ne´glige´es pour le carre´ de la norme de l’e´le´ment de
matrice
|M|2 = 1
4
e4
∑
i,j=γ,Z,Z′
1
s−m2i
1
s−m2j
(4.37)
×
[
(vivj + aiaj)
2 tr[pµ−γ
βpµ+γ
α] tr[pe+γ
βpe−γ
α]︸ ︷︷ ︸
32 (pe+ · pµ− pe− · pµ+ + pe+ · pµ+ pe− · pµ−) = 4s2(1 + cos2 θ)
+ (viaj + aivj)
2 tr[γ5pµ−γ
βpµ+γ
α] tr[γ5pe+γ
βpe−γ
α]︸ ︷︷ ︸
32 (pe+ · pµ− pe− · pµ+ − pe+ · pµ+ pe− · pµ−) = 8s2 cos θ
]
Il est facile d’exprimer les produits scalaires des vecteurs energie–moment cine´tique ultrarelativistes
en fonction de l’angle θ entre l’e´lectron initial et le muon final. En effet, dans un repe`re
du centre de masse ceux-ci peuvent eˆtre e´crits sous la forme
pe− ≡
√
s
2


1
0
0
1

 pµ− ≡
√
s
2


1
0
sin θ
cos θ

 (4.38)
pe+ ≡
√
s
2


1
0
0
−1

 pµ+ ≡
√
s
2


1
0
− sin θ
− cos θ

 .
44 CHAPITRE 4. LE MODE`LE SYME´TRIQUE GAUCHE-DROITE
Si l’on exprime la charge de l’e´lectron e en fonction de la constante de structure fine
α = e2/4π, la section efficace diffe´rentielle devient
dσ
d cos θ
=
πα2s
2
∑
i,j=γ,Z,Z′
1
s−m2i
1
s−m2j
(4.39)
[
(vivj + aiaj)
2 (1 + cos2 θ) + (viaj + aivj)
2 2 cos θ
]
.
Afin d’obtenir une ide´e qualitative2 de ce qui se passe, il est pratique de travailler dans la
limite ou`
m2Z0 ≪ s≪ m2Z′ et sin2 θw =
1
4
⇒


vZ0 = 0
aZ0 = −1/
√
3
(4.40)
et de ne´gliger la contribution du carre´ du canal Z ′.3 La section efficace diffe´rentielle devient
alors
dσ
d cos θ
=
πα2
9
{
1
s
(
5 + 6 cos θ + 5 cos2 θ
)
(4.41)
− 1
m2Z′
[
v2Z′ (3 + 2 cos θ + 3 cos
2 θ)
+ a2Z′ (1 + 6 cos θ + cos
2 θ)
] }
.
On voit donc que dans la limite asymptotique (4.40) les couplages et la masse du Z ′ ont
un effet corrre´le´: un Z ′ le´ger avec des couplages faibles est e´quivalent a` un Z ′ lourd avec
des couplages forts. Pour tenir compte de cette corre´lation, il est commode d’utiliser les
couplages re´duits
v′ = vZ′
√
s
mZ′
a′ = aZ′
√
s
mZ′
. (4.42)
Il est aise´ maintenant d’estimer l’effet qu’aura un Z ′ sur deux observables che´ries des
expe´rimentateurs, a` savoir le nombre total d’e´ve`nements N et l’assyme´trie avant-arrie`re
A:
2 Qui, loin du poˆle Z ′, fournit d’ailleurs des re´sultats parfaitements re´alistes!
3 Ceci se justifie par le fait que nous cherchons a` mettre en e´vidence des effets tre`s petits, duˆs a`
un Z ′ tre`s lourd ou couplant tre`s faiblement.
4.3. LA PHYSIQUE DU Z ′ 45
N = L
∫ +1
−1
d cos θ
dσ
d cos θ
(4.43)
= L 40πα
2
27s︸ ︷︷ ︸
NSM
[
1 − 1
5
(
3v′2 + a′2
) ]
A =
∫ +1
0
d cos θ
dσ
d cos θ
−
∫ 0
−1
d cos θ
dσ
d cos θ∫ +1
0
d cos θ
dσ
d cos θ
+
∫ 0
−1
d cos θ
dσ
d cos θ
(4.44)
=
9
20︸︷︷︸
ASM
1− 1
3
(
v′2 + 3a′2
)
1− 1
5
(
3v′2 + a′2
) ≃ 920
[
1 +
4
15
(
v′2 − 3a′2
)]
.
Les valeurs pre´dites par le mode`le standard, c’est-a`-dire en l’absence de Z ′, sont donne´es
par NSM et ASM. On peut estimer le poids statistique de ces observables en calculant
leurs estimateurs de moindre carre´s. Si nous nous concentrons uniquement sur les erreurs
statistiques ∆N et ∆A (qui sont donne´es par la statistique de Poisson) et ignorons
les erreurs syste´matiques (qui sont donne´e par une statistique inconnue et sont donc
beaucoup plus difficile a` traiter; heureusement, dans ce cas-ci il s’ave`re qu’elles peuvent
eˆtre ne´glige´es, car les erreurs statistiques dominent), nous obtenons
χ2N =
(
NSM −N
∆NSM
)2
avec ∆NSM =
√
NSM (4.45)
= NSM
1
25
(
3v′2 + a′2
)2
χ2A =
(
ASM − A
∆ASM
)2
avec ∆ASM =
√
1− A2SM
NSM
(4.46)
= NSM
144
7975
(
v′2 − 3a′2
)2
.
L’interpre´tation probabilistique de ces estimateurs est la suivante: en l’absence de Z ′, 5%
des fluctuations statistiques sont capables de donner lieu a` une mesure e´gale a` la valeur
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moyenne pre´dite en pre´sence d’un Z ′ dont les couplages re´duits v′ et a′ fournissent une
valeur de χ2 supe´rieure a` 6. On dit dans le jargon, que la re´gion de l’espace parame´trique
(v′, a′) ou` χ2 > 6 peut eˆtre explore´e a` 95% de niveau de confiance. Les valeurs de χ2
correspondant a` d’autres niveaux de confiance peuvent aise´ment eˆtre obtenues a` partir de
tables de la distribution de χ2 [1].
Figure 4.7: Valeurs des couplages re´duits (4.42) permettant d’exclure le mode`le stan-
dard au FLC a` 95% de niveau de confiance en observant le nombre total d’e´ve`nements
(σt = N) et l’asyme´trie avant-arrie`re (AFB = A). Cette figure est adapte´e de la
re´fe´rence [10].
Dans le cas qui nous inte´resse, les e´quations (4.45,4.46) de´limitent respectivement une
ellipse et deux hyperboles dans le plan (v′, a′). Ce re´sultat est confirme´ par une analyse plus
comple`te, qui tient compte des effets que j’ai ne´glige´s par mes diverses approximations et
inclut aussi les corrections radiatives a` une boucle [10]. On peut s’en convaincre a` l’aide
de la figure 4.7. Il s’ave`re meˆme que les re´sultats nume´riques de cette analyse plus re´aliste
diffe`rent de moins de 20% de ceux obtenus plus haut!
Il est peut-eˆtre inte´ressant de remarquer que les collisions e−e− [11] peuvent aussi mettre en e´vidence
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un Z ′ virtuel, en induisant des anomalies dans les distributions angulaires de la diffusion Møller
e−e− → e−e−. Il s’ave`re meˆme que ce type de re´action est plus performant que les re´actions e+e−
dans la recherche de Z ′, si la masse de cux-ci de´passe d’environ 20% l’e´nergie du collisionneur.
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Chapitre 5
La grande unification
Le mode`le syme´trique gauche-droite partage un de´faut majeur du mode`le standard,
a` savoir sa structure de produit de plusieurs groupes simples. Chacun des facteurs de
ces produits directs de groupes simples est en effet muni de sa propre constante de
couplage, qui n’est pas pre´dite a priori par la the´orie. Il ne peut donc eˆtre question
d’une unification comme c’est le cas pour l’e´lectromagnt´isme, ou` les interactions
e´lectriques et magne´tiques ne sont que deux aspects d’une meˆme re´alite´. Pour qu’il y
ai une ve´ritable unification e´lectrofaible, voire une grande unification des interactions
fortes et e´lectrofaibles, il faut ne´cessairement avoir au de´part une syme´trie de groupe
simple.
Bien suˆr, vu le succe`s du mode`le standard, il faut aussi impe´rativement que le groupe
simple unifie´, que j’appelerai ge´ne´riquement G, contienne SU(3) ⊗ SU(2) ⊗ U(1)
comme sous-groupe. La syme´trie deG doit eˆtre brise´e a` une e´chelle d’e´nergies suffisamment
e´leve´es mGUT, pour garantir l’absence de phe´nome`nes nouveaux aux e´nergies d’ores
et de´ja` explore´es, ou` seule la syme´trie SU(3)c⊗SU(2)L⊗U(1)Y s’est jusqu’a` pre´sent
manifeste´e. La philosophie des the´ories de grande unification peut donc se re´sumer
par la chaˆıne de brisure spontane´e de syme´trie
G
mGUT−→ SU(3)c ⊗ SU(2)L ⊗ U(1)Y mW−→ SU(3)c ⊗ U(1)EM . (5.1)
J’examinerai d’abord quelques aspects ge´ne´raux de la grande unification, partage´s par
toutes les the´ories de grande unification, et je me spe´cialiserai ensuite sur le groupe
SU(5), qui constitue l’exemple le plus simple.
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5.1 Remarques ge´ne´rales
Pour qu’un groupe simple G convienne a` la grande unification il faut qu’il satisfasse a`
un certain nombre de conditions qui garantissent la possibilite´ de de´crire la structure
du mode`le standard et sa phe´nome´nologie. Ces conditions sont les suivantes:
• L’ordre de G, c’est-a`-dire son nombre de ge´ne´rateurs, doit eˆtre supe´rieur a` 8 +
3+1 = 12, c’est-a`-dire au nombre de ge´ne´rateurs de SU(3)c⊗SU(2)L⊗U(1)Y .
• Pour la meˆme raison, le rang deG, c’est-a`-dire son nombre maximum de ge´ne´rateurs
diagonalisable simultane´ment, doit eˆtre supe´rieur a` 2 + 1 + 1 = 4.
• Le groupe G doit admettre des repre´sentations complexes afin de permettre de
traiter diffe´remment les fermions gauches des fermions droits.
• Les fermions connus doivent pouvoir s’inse´rer dans une repre´sentation de G qui
soit libre d’anomalies.
Il s’ave`re que de la re´union de l’ensemble de ces crite`res re´sulte une e´limination
draconienne des groupes candidats a` la grande unification. Les principaux survivants
sont SU(5) [12], SO(10) [13] et E6 [14], de rang 4, 5 et 6 respectivement.
5.1.1 Quantification de la charge e´lectromagne´tique
Dans le cadre du mode`le standard la charge e´lectromagne´tique Q d’une particule
est de´termine´e par la relation Q = T 3 + Y . Alors que les valeurs de leur projection
d’isospin T 3 sont quantifie´es, celles de leur hypercharge Y , et donc aussi celles de
leur charge Q, ne le sont pas. En effet, les valeurs propres des ge´ne´rateurs de groupe
simples non-abe´liens, tel le SU(2)L du mode`le standard, sont toujours quantifie´s. Par
contre le ge´ne´rateur du groupe U(1) admet un continuum de valeurs propres. La
syme´trie de jauge du mode`le standard ne peut donc pas expliquer la quantisation
de la charge e´lectromagne´tique. Si la perversite´ vous y pousse, rien ne vous empeˆche
donc en principe d’e´largir la faune du mode`le standard en introduisant des particules
de charge
√
2 ou π!
Par contre, si la syme´trie est de´termine´e au de´part par un groupe simple (ce que
SU(2)⊗U(1) n’est pas!), l’ope´rateur de charge est un de ses ge´ne´rateurs (autrement
ce groupe n’incluerait pas l’e´lectromagne´tisme et on ne pourrait gue`re parler de gran-
de unification!) et doit donc obligatoirement avoir des valeurs propres quantifie´es.
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Ceci fournit donc une explication simple et ine´luctable a` l’incroyable pre´cision avec
laquelle les charges de l’e´lectron et du proton s’annulent.
Pour cette meˆme raison la trace de l’ope´rateur de charge de charge doit eˆtre nulle.
(Comme l’exige la de´finition meˆme d’un ge´ne´rateur de groupe de Lie simple non-
abe´lien.) Il en re´sulte que pour n’importe quelle repre´sentation de G la somme des
charges (et des hypercharges) de tous ses membres doit s’annuler.
5.1.2 Unification des constantes de couplage
Pour chaque repre´sentation du groupe unifie´ G, ses ge´ne´rateurs Ti et en particulier
les 8 + 3 + 1 = 12 ge´ne´rateurs des sous-groupes SU(3)c, SU(2)L et U(1)Y , satisfont
la relation
Tr(TiTj) = C δij (i = 1 . . . n = ordre de G) , (5.2)
ou` C est une constante qui de´pend de la repre´sentation particulie`re sur laquelle est
effectue´e la trace. Si nous e´valuons ce nombre pour la repe´sentation qui contient les
15 fermions du mode`le standard et pour les ge´ne´rateurs de SU(3)c, SU(2)L, U(1)Y et
U(1)EM (ce dernier, l’ope´rateur de charge e´lectromagne´tique, n’est pas inde´pendant
des autres, mais je le conside`re aussi dans l’espoir de rendre les choses plus claires)
nous obtenons:
Tr
(
g2sλ
2
)
= g2s tr
(
λ2
)
︸ ︷︷ ︸
2
[0 + 0 + 2 + 1 + 1] = 2 g2s (5.3)
Tr
(
g2σ2
)
= g2 tr
(
σ2
)
︸ ︷︷ ︸
2
[1 + 0 + 3 + 0 + 0] = 2 g2 (5.4)
Tr
(
g′2Y 2
)
= g′2
[
2
(
−1
2
)2
+ (1)2 + 6
(
1
6
)2
+ 3
(
−2
3
)2
+ 3
(
1
3
)2]
=
10
3
g′2 (5.5)
Tr
(
e2Q2
)
= e2
[
0 + (−1)2 + (−1)2 + 3
(
2
3
)2
(5.6)
+3
(
−1
3
)2
+ 3
(
−2
3
)2
+ 3
(
1
3
)2 ]
=
16
3
g′2 ,
ou` gs, g, g
′ et e sont respectivement les constantes de couplage SU(3)c, SU(2)L,
U(1)Y et la charge de l’e´lectron. Nous en de´duisons la valeur de la constante (5.2) qui
correspond a` la repre´sentation qui contient les fermions du mode`le standard
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C/2 = g2s︸︷︷︸
4πα3
= g2︸︷︷︸
4πα2
=
5
3
g′2︸ ︷︷ ︸
4πα1
=
8
3
e2 (5.7)
dont nous pouvons de´duire la valeur de l’angle de me´lange e´lectrofaible, qui est de´fini
par
sin2 θw =
e2
g2
=
3
8
= 0.375 . (5.8)
A` premie`re vue il s’agit-la` d’une catastrophe pour la grande unification! En effet,
aux e´nergies ou` nous les observons, les constantes de couplage faibles et fortes ne
sont certainement pas e´gales et l’angle de me´lange e´lectrofaible, qui a e´te´ mesure´s de
manie`re tre`s pre´cise a` l’e´chelle de la masse du Z0 au LEP et au SLC [1], a une valeur
nume´rique comple`tement diffe´rente:
sin2 θw(mZ) = 0.2315 ± 0.0004 . (5.9)
Fort heureusement, les relations (5.7,5.8) ne sont valables qu’aux e´chelles d’e´nergies
mGUT ou` la syme´trie de grande unification n’est pas brise´e. Mais en-dec¸a` de ces
e´nergies les constantes de couplages e´voluent diffe´remment en fonction de l’e´nergie,
comme l’exige le groupe de renormalisation:
1
αi(µ)
=
1
αGUT
+
βi
2π
ln
(
mGUT
µ
)
(5.10)


β1 =
4
3
Ng +
1
10
NH =
41
10
> 0
β2 = − 22
3
+
4
3
Ng +
1
6
NH = −19
6
< 0
β2 = − 11 + 4
3
Ng = −7 < 0
(5.11)
Le premier terme des fonctions beta (donne´ en ge´ne´ral par −11/3N pour un groupe
SU(N)) est une caracte´ristique unique des groupes de jauge non-abe´lien. Les termes
suivants font intervenir le nombre de ge´ne´rations de fermions Ng et le nombre de
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doublets de Higgs e´lectrofaibles NH . Dans le cadre de l’hypothe`se du de´sert, qui
suppose l’absence de phe´nome`nes nouveaux entre les e´chelles e´lectrofaible et de grande
unification, ces nombres prennent les valeurs du mode`le standard, a` savoir Ng = 3 et
NH = 1. Ce sont les valeurs que j’adopterai dans ce qui suit. Il est toutefois important
de noter qu’il ne s’agit-la` que d’une hypothe`se de travail. Nous verrons au chapitre
suivant comment la prise en compte de partenaires supersyme´triques peut avoir des
conse´quences importantes.
La condition initiale (5.7) est bien re´alise´e par les e´quations (5.10), puisque a` l’e´chelle
de la grande unification
α1(mGUT) = α2(mGUT) = α3(mGUT) = αGUT . (5.12)
Au-dela` de l’e´chelle de la grande unification les constantes de couplage α1, α2 et α3 ont toutes trois
la meˆme fonction beta (de´termine´e par la structure du groupe de grande unification G) et e´voluent
donc en unisson. On ne parle donc plus que d’une seule constante de couplage αG, celle du groupe de
grande unification G, qui de´croit pour des e´nergies croissantes jusqu’a` la masse de Planck. Au-dela`
plus aucune pre´diction n’est possible en l’absence d’une the´orie quantique de la gravitation.
Pour re´soudre les trois e´quations (5.10) nous disposons de conditions initiales a`
l’e´chelle de la masse du Z
µ = mZ :


αs ≈ 1
10
= α3
α ≈ 1
128
= α2 sin
2 θw =
3
5
α1 cos
2 θw
(5.13)
Il en re´sulte pour (5.10) un groupe de 3 e´quations line´aires a` 3 inconnues dont les
solutions sont
mGUT ≃ 2 · 1014 GeV
αGUT ≃ 1
42
(5.14)
sin2 θw(mZ) ≃ 0.214 .
Voila` qui est de´ja` nettement mieux que le re´sultat (5.8), mais cela reste encore toujours
incompatible avec le re´sultat expe´rimental (5.9). He´la`s, meˆme en faisant un calcul
plus pre´cis a` l’aide de fonctions beta a` deux boucles et tenant compte des erreurs
sur les mesures de αs et α, la pre´diction pour l’angle de me´lange e´lectrofaible reste
54 CHAPITRE 5. LA GRANDE UNIFICATION
inacceptable face au re´sultat expe´rimental (5.9). Comme nous le verrons plus loin, de
telles valeurs de mGUT et αGUT impliquent par ailleurs des taux de de´sinte´gration du
proton qui auraient de´ja` e´te´ observe´s depuis belle lurette!
Sans vouloir trop anticiper sur le prochain chapitre, une autre fac¸on de pre´senter ce de´saccord est
expose´e dans la figure 6.3a.
Est-ce donc la fin des the´ories de grande unification? Bien suˆr que non! Le calcul
pre´ce´dant se base entie`rement sur l’hypothe`se du de´sert, qui est inhe´rente qu’au
mode`le minimal de grande unification SU(5). En fait, il est tre`s facile de peupler ce
de´sert en rajoutant (arbitrairement) des repre´sentations exotiques de quarks, tel le
quix 6 ou le queight 8. Si en outre on conside`re un groupe de grande unification autre
que SU(5), le me´chanisme de brisure spontane´e de syme´trie s’effectue en ge´ne´ral en
cascades successives, donnant lieu a un ou` plusieurs seuils d’e´nergie compris entre les
e´chelles de grande unification et e´lectrofaibles. A` chacun de ces seuils des nouvelles
particules aquie`rent leur masse, et le de´sert se transforme ainsi en jungle luxuriante. . .
Quel que soit la the´orie de grande unification e´tudie´e il est clair que l’e´chelle d’e´nergie
mGUT a` laquelle cette syme´trie devient manifeste doit eˆtre tre`s e´leve´e, de l’ordre de
1015±3 GeV. En effet, comme les couplages e´voluent logarithmiquement en fonction
de l’e´nergie dans les e´quations (5.10), seule une tre`s grande valeur de mGUT permet
l’unification des couplages.
5.1.3 La de´sinte´gration du proton
Il est clair que si des quarks et des leptons appartiennent a` une meˆme repre´senta-
tion irre´ductible du groupe de grande unification G, il y aura des vecteurs de jauge
qui induiront des transitions des uns aux autres. E´videmment, puisque ce genre de
transition n’est pas observe´ a` basses e´nergies ces bosons de jauge doivent correspondre
aux syme´tries de G qui sont brise´es spontane´ment, et par conse´quent leur masses
doivent eˆtre de l’ordre de mGUT. Pas e´tonnant qu’on ne les ai pas encore de´couverts!
Mais en de´pit de leur masses inaccessibles ces bosons de jauge peuvent se manifester
a` basse e´nergie en induisant la de´sinte´gration du proton. Les diagrammes typiques
pour la grande unification SU(5) sont montre´s dans la figure 5.1.
Il est aise´ de se faire une ide´e approximative de la largeur de de´sinte´gration du proton
a` travers ce me´canisme. Pour cela il suffit de remarquer que l’e´chelle des e´nergies
implique´es dans les processus de diffusion de la figure 5.1 est de l’ordre de la masse
du proton mp. Ainsi les propagateurs des bosons e´change´s entre les fermions 1/(p
2 −
m2GUT), ou` p ∼ mp ≪ mGUT, peuvent sans danger eˆtre remplace´s par 1/m2GUT. (On
parle alors d’une the´orie effective a` basse e´nergie. Un exemple fameux et encore tre`s
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Figure 5.1: Diagrammes de Feynman de´crivant la de´sinte´gration du proton dans le
cadre de la grande unification SU(5). L’e´tat initial est un proton forme´ (en premie`re
approximation) de deux quarks u et d’un quark d. L’e´tat final consiste en un positron
et un me´son neutre.
utilise´ est la the´orie de Fermi des inte´ractions e´lectrofaibles.) Comme en outre les
processus de la figure 5.1 font intervenir deux fois le couplage des fermions aux vecteurs
de jauge, leur e´le´ment de matrice est manifestement proportionnel a` αGUT/m
2
GUT. La
largeur de de´sinte´gration du proton e´tant proportionnelle au carre´ de cet e´le´ment de
matrice, il est donc clair, simplement sur la base de conside´rations dimensionelles,
que l’ordre de grandeur de la dure´e de vie du proton est donne´ par
τp ∼ 1
α2GUT
m4GUT
m5p
. (5.15)
Si l’on utilise les nombres obtenus pre´ce´demment (5.14) on obtient une dure´e de vie
du proton d’environ 1029 anne´es. De quoi faire paˆlir Mathusalem, surtout si l’on se
souvient que l’aˆge de l’univers exce`de a` peine 1010 ans. . .
Il n’en reste pas moins que nous disposons de pas mal de protons autour de nous.
Ainsi un cube de 5 × 5 × 5 m3 de fer (c’est-a`-dire a` peu pre`s 1000 tonnes) contient
plus de 1032 protons, ce qui permettrait en principe de de´tecter quelques milliers
de de´sinte´grations par an. Or les expe´riences visant a` de´couvrir une de´sinte´gration
e´ventuelle du proton ont jusqu’a` pre´sent fait chou blanc et ont ainsi permis d’e´tablir
une limite infe´rieure de 1032 ans pour la dure´e de vie du proton. Bien suˆr, le re´sultat
(5.15) de notre grossie`re analyse dimensionelle ne peut eˆtre pris au pied de la lettre,
mais il s’ave`re que des calculs bien plus sophistique´s qui tentent de tenir compte
des fonctions d’onde hadroniques confirment cette premie`re approximation. Bien que
ces calculs restent entaˆche´s d’une grande incertitude, ils fournissent une e´vidence
supple´mentaire qu’une partie du moins du de´sert qui s’e´tend de l’e´chelle e´lectrofaible
a` l’e´chelle de grande unification est peuple´e!
5.1.4 Le proble`me de la hie´rarchie
A` cause de la lenteur ine´vitable de l’e´volution logarithmique des couplages de jauge,
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toutes les the´ories de grande unification pre´disent une e´chelle pour la brisure de la
syme´trie de grande unification mGUT immense´ment plus e´leve´e que celle de la brisure
de la syme´trie e´lectrofaible mW . Ceci implique que les valeurs moyennes dans le vide
(et donc les masses) des bosons de Higgs responsables des deux brisure spontane´e de
syme´trie de l’e´quation (5.1) diffe`rent par environ 12 ordres de grandeur.
En principe il ne s’agit pas-la` d’un proble`me fondamental, si ce n’est qu’une telle
diffe´rence d’e´chelles d’e´nergies ne peut gue`re eˆtre qualifie´e de naturelle! Mais il y a
bien pire. En effet, les corrections radiatives aux masses des scalaires contiennent des
divergences quadratiques, ce qui a des conse´quences de´sastreuses. . .
Ces corrections radiatives induisent une e´nergie propre Σ qui renormalise (au travers
d’une resommation de Dyson) la masse du scalairem0, qui apparait dans le lagrangien.
Comme nous conside´rons ici des the´ories de jauge renormalisables, les divergences
contenues dans Σ doivent eˆtre des constantes qui ne de´pendent pas du moment du
scalaire. Elles peuvent donc eˆtre soustraites et re´absorbe´es dans une constante de
renormalisation, le contreterme δm20. La masse du scalaire m, mesure´e a` une e´chelle
d’e´nergie quelconque λ, est ainsi donne´e par la relation
m2(λ) = m20 + Σ(λ,Λ) − δm20 , (5.16)
ou` Λ est l’e´chelle d’e´nergie a` partir de laquelle la the´orie conside´re´e devient caduque,
c’est-a`-dire mGUT dans le cas de the´ories de grande unification, ou mPlanck en ge´ne´ral.
Figure 5.2: Diagrammes de Feynman typiques intervenant dans l’e´nergie propre d’un
scalaire.
A` une boucle l’e´nergie propre est de´termine´e par des diagrammes de Feynman du
type de ceux repre´sente´s dans la figure 5.2. Sa forme peut-eˆtre estime´e en appliquant
les re`gles de Feynman usuelles et en comptant les puissances du moment circulant
dans la boucle. Les quatre derniers diagrammes donnent ainsi lieu a` une correction
du type
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Σ(λ,Λ) ∼ g2
Λ∫
λ
d4p
1
p2
(5.17)
∼ Q
Λ2∫
λ2
dp2 + L
Λ2∫
λ2
dp2
p2
+ F
Λ2∫
λ2
dp2
p4
∼ Q
(
Λ2 − λ2
)
+ L ln
Λ2
λ2
+ F
(
1
λ2
− 1
Λ2
)
≃ QΛ2 ,
ou` Q est un nombre sans dimensions de l’ordre de grandeur de g2. Similairement, par
analyse dimensionelle les coefficients du terme logarithmique et du terme fini sont
de l’ordre de L ∼ g2m2 et F ∼ g2m4. En inse´rant ce re´sultat dans l’e´quation (5.16)
on obtient pour la masse du Higgs le´ger (responsable de la brisure de la syme´trie
e´lectrofaible) mesure´e a` l’e´chelle e´lectrofaible mW
m2(mW ) = Q m
2
GUT −
(
δm20 −m20
)
. (5.18)
La solution naturelle a` cette e´quation est d’avoir trois termes du meˆme ordre de
grandeur
m2(mW ) ∼ Q m2GUT ∼
(
δm20 −m20
)
. (5.19)
Mais l’existence d’un Higgs 1012 fois plus le´ger que l’e´nergie de grande unification
implique une solution tre`s artificielle
m2(mW ) ≪ Q m2GUT ≃
(
δm20 −m20
)
, (5.20)
qui ne peut s’obtenir qu’au prix d’un ajustement incroyablement pre´cis, a` mieux que
douze ordres de grandeurs pre`s, entre les trois termes du coˆte´ droit de l’e´quation
(5.18). Ceci est une difficulte´ fondamentale, commune a` toutes les the´ories de grande
unification, qu’on l’appelle le proble`me de la hie´rarchie de jauge.
En principe on peut imaginer qu’il est possible d’invoquer une syme´trie supple´mentaire
du lagrangien1 qui explique la quasi annulation dont re´sulte cette hie´rarchie. Mais la
1 Je dis bien en pricipe, car jusqu’a` pre´sent personne n’a pu imple´menter une telle syme´trie de
manie`re convaincante.
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catastrophe prend sa pleine ampleur lorsqu’on constate que les corrections radiatives
d’ordre plus e´leve´ (a` deux boucles ou plus) briserons cette syme´trie. Meˆme si cette
brisure est tre`s faible et la valeur du coefficient Q de la divergence quadratique n’est
que peu modifie´e, la subtile annulation ne´cessaire pour maintenir le Higgs e´lectrofai-
ble le´ger sera ne´anmoins comple`tement de´truite. En fait, un re´ajustement du contre-
terme δm20 devrait donc eˆtre re´effectue´ syste´matiquement ordre par ordre en the´orie
des perturbations et l’annulation re´sulterait ainsi d’un hasard d’une improbabilite´
inconcevable!
Il y a donc en fait deux proble`mes de hie´rarchie:
1. Le proble`me fondamental de la hie´rarchie, qui est lie´ a` l’existence de deux e´chelles d’e´nergies
se´pare´es par 12 ordres de grandeurs et dont la solution requie`re un ajustement de parame`tre
d’une pre´cision ahurissante. Jusqu’a` pre´sent aucune solution satisfaisante a` cette e´nigme n’a
e´te´ trouve´e.
2. Le proble`me technique de la hie´rarchie, qui est lie´ a` la ne´cessite´ de re´effectuer cet ajustement
re´pe´tivement, a` chaque ordre des perturbations. Cette difficulte´ est e´vite´e par deux the´ories:
(a) La techni-couleur, postule l’existence d’une nouvelle interaction forte dicte´e par une
syme´trie de jauge non-abe´lienne. Cette force de techni-couleur est asymptotiquement
libre, mais elle confine des techni-fermions a` des e´nergies infe´rieures a` environ 1 TeV,
a` l’instar de la QCD qui confine les quarks en-dec¸a` de 1 GeV. Le roˆle du Higgs est
joue´ par un e´tat compose´ de techni-me´son et l’on parle d’une brisure dynamique de la
syme´trie e´lectrofaible.
Comme la coupure d’e´nergie Λ devient l’e´chelle de compositivite´, on peut donc contempler
la solution naturelle (5.19), ou` mGUT est remplace´ par mTC ∼ 1 TeV. En raison des
nombreuses complications qui ont graduellement du eˆtre imple´mente´es pour ne pas
contredire les donne´es expe´rimentales de plus en plus pre´cises, cette the´orie n’est a`
l’heure actuelle plus en odeur de saintete´.
(b) La supersyme´trie, que j’introduirai au chapitre suivant, a pour conse´quence d’annuler
identiquement le coefficient Q des divergences quadratiques. Comme les corrections
logarithmiques qui subsistent sont beaucoup plus petites, nous pouvons aussi contempler
la solution naturelle (5.19), ou` Qm2GUT est remplace´ par L lnm
2
GUT/m
2
W ∼ m2.
5.2 SU(5)
Avant de nous embarquer plus avant dans la description de quelques aspects plus
pre´cis de la grande unification SU(5) il est peut-eˆtre utile de de´crire quelques repre´sentations
de ce groupe. Pour ce faire je montre dans le tableau 5.1 les de´compositions en
repre´sentations de SU(3)⊗SU(2) des repre´sentations irre´ductibles les plus importantes
de SU(5).
Il est aussi utile de noter les de´compositions en repre´sentations irre´ductibles de
quelques produits de repre´sentations irre´ductibles:
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repre´sentation irre´ductible SU(5) SU(3)⊗ SU(2)
singulet 1 (1, 1)
fondamentale 5 (3, 1)⊕ (1, 2)
fondamentale conjugue´e 5¯ (3¯, 1)⊕ (1, 2)
tenseur antisyme´trique 10 (3¯, 1)⊕ (3, 2)⊕ (1, 1)
tenseur syme´trique 15 (6, 1)⊕ (3, 2)⊕ (1, 3)
adjointe 24 (8, 1)⊕ (3¯, 2)⊕ (3, 2)⊕ (1, 3)⊕ (1, 1)
Tableau 5.1: Quelques repre´sentations irre´ductibles du groupe SU(5) et leur
de´compositions en repre´sentations du groupe SU(3)⊗ SU(2).
5⊗ 5¯ = 1⊕ 24 (5.21)
5¯⊗ 5¯ = 1¯0⊕ 1¯5 (5.22)
5¯⊗ 10 = 5⊕ 45 (5.23)
10⊗ 10 = 5¯⊕ 4¯5⊕ 50 . (5.24)
5.2.1 Les bosons de jauge
Les 8 + 3 + 1 = 12 bosons de jauge du mode`le standard s’assemblent en 3 repre´sen-
tations irre´ductibles de SU(3)c ⊗ SU(2)L, qui sont univoquement de´finies par leurs
nombres quantiques, de´finis dans le tableau 2.1:
ga (a=1...8) ⊕ Wi (=W±,Z) ⊕ B
(8, 1) ⊕ (1, 2) ⊕ (1, 1)
(5.25)
Afin d’avoir affaire a` une the´orie de jauge, ces vecteurs doivent ne´cessairement s’inse´rer
dans la repre´sentation adjointe 24 de SU(5). Comme on le voit a` l’aide du tableau 5.1,
cela ne pose aucun proble`me2. Nous pouvons donc de´ja` affirmer d’emble´ qu’en plus
des 8+3+1 = 12 bosons de jauge du mode`le standard il doit y avoir 12 autres bosons
2 E´videmment, puisque SU(3)⊗ SU(2) ⊂ SU(5).
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de jauge. Ces derniers, qu’on de´note ge´ne´ralement X et Y , sont inobservables car ils
aquie`rent une masse de l’ordre de mGUT par brisure spontane´e de syme´trie.
En terme de composantes on repre´sente ge´ne´ralement la repre´sentation adjointe de la
manie`re suivante
A(24) =
∑
α
1
2
λαAα (5.26)
=
1√
2


X¯1 Y¯1
ga X¯2 Y¯2
X¯3 Y¯3
X1 X2 X3
Y1 Y2 Y3
Wi

 +
1
2
√
15


−2
−2
−2
+3
+3

 B ,
ou` les matrices λ sont les ge´ne´ralisations des matrices de Gell-Mann (ou de Pauli) a`
5 dimensions. J’ai utilise´ des barres horizontales et verticales pour aider a` visualiser
les de´compositions en octet, triplets et doublets de SU(3)⊗ SU(2).
5.2.2 Les fermions
Les 15 fermions du mode`le standard s’assemblent en 5 repre´sentations irre´ductibles
de SU(3)c ⊗ SU(2)L, qui sont univoquement de´finies par leurs nombres quantiques,
de´finis dans le tableau 2.1:
(
νL
ℓL
)
⊕ ℓcL ⊕
(
uL
dL
)
⊕ ucL ⊕ dcL
(1, 2) ⊕ (1, 1) ⊕ (3, 2) ⊕ (3¯, 1) ⊕ (3¯, 1)
(5.27)
Au lieu d’utiliser des fermions droits ψR, comme il est de coutume dans le cadre du
mode`le standard, j’ai utilise´ ici des fermions complexes conjugue´s gauches ψcL. Ceci
est uniquement un choix commode dicte´ principalement par la tradition et qui ne doit
pas vous impressioner. En effet, il s’agit du meˆme degre´ de liberte´ puisque ces deux
types de fermions sont relie´s par la bijection
ψcL = C γ
T
0 ψ
∗
R , (5.28)
ou` C est la matrice de conjugaison de charge. J’ignorerai par la suite l’indice L.
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Le but du jeu est maintenant d’inse´rer les fermions (5.27) du mode`le standard dans
des repre´sentations irre´ductibles de SU(5) a` l’aide du tableau 5.1. L’ide´al serait
e´videmment d’avoir ces 15 fermions dans une repre´sentation irre´ductible. Malheureusement
la repre´sentation irre´ductible 15 ne se preˆte absolument pas a` cela en raison de
sa de´composition SU(3) ⊗ SU(2) incompatible. La manie`re la plus e´conomique de
repre´senter les fermions est de les inclure dans une 5¯ = (3¯, 1) ⊕ (1, 2) et une 10 =
(3¯, 1)⊕ (3, 2)⊕ (1, 1), ce qui permet en effet de reproduire la de´composition (5.27).
En terme de composantes on repre´sente ge´ne´ralement ces repre´sentations irre´ductibles
de la manie`re suivante:
ψ(5¯) =


dc1
dc2
dc3
ℓ
−ν

 χ(10) =
1√
2


0 uc3 −uc2 −u1 −d1
−uc3 0 uc1 −u2 −d2
uc2 −uc1 0 −u3 −d3
u1 u2 u3 0 −ℓc
d1 d2 d3 ℓ
c 0

 , (5.29)
ou` j’ai a` nouveau utilise´ des barres horizontales et verticales pour aider a` visualiser
les de´compositions en triplets, doublets et singulets de SU(3) ⊗ SU(2). Comme je
l’avais indique´ a` la section 5.1.1 en traitant de la quantification de la charge e´lectro-
magne´tique, on voit bien que la somme des charges de chacun de ces deux multiplets
est nulle. Le nombre de couleurs de la QCD fournit ainsi une attrayante explication
de la charge 1/3 des quarks.
En tout il existe trois copies de ces deux multiplets qui correspondent aux trois ge´ne´rations de
fermions. A` ma connaissance il n’existe actuellement aucune the´orie de grande unification attractive
qui contienne ces trois ge´ne´rations dans une unique repre´sentation irre´ductible et expliquerait ainsi
la triplication.
Le lagrangien fermionique s’e´crit
L = ψ¯γµDµψ + Tr (χ¯γµDµχ) (5.30)
= ψ¯aγµ(Dµ)
b
aψb + χ¯
abγµ(Dµ)
c
bχca (a, b, c = 1 . . . 5) ,
ou` les de´rive´es covariantes sont donne´es par
Dµψ = ∂µψ + ig A
α
µ
1
2
λαψ︸ ︷︷ ︸
Aµψ
(5.31)
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Dµχ = Dµ(xy − yx) (5.32)
= (Dµx)y + x(Dµy)− (Dµy)x− y(Dµx)
= ∂µχ + ig (Aµx)y + x(Aµy)− (Aµy)x− y(Aµx)︸ ︷︷ ︸
(Aµ)
c
dχcd − (Aµ)cdχcd ≡ 2Aµχ
.
L’expression pour la de´rive´e covariante de ψ (5.31) est e´vidente en vertu de la de´finition
de la repre´sentation fondamentale et de l’e´quation (5.26). Pour trouver la de´rive´e
covariante de χ (5.32) j’ai exprime´ ce champ sous la forme du produit direct antisyme´trise´
de deux repre´sentations fondamentales x et y (5.22) χab = xayb − xbya.
En inse´rant ces de´rive´es covariantes explicitement dans le lagrangien fermionique
(5.30) on retrouve donc automatiquement les interactions fortes dans les combinaisons
des indices a, b, c = 1 . . . 3 et les interactions e´lectrofaibles dans les combinaisons des
indices a, b, c = 1 . . . 2. Les combinaisons mixtes d’indices donnent lieu a` de nouvelles
interactions. Par exemple, des combinaisons a = 1, 2, 3 et b = 4 dans le lagrangien de
ψ
ig
(
ψ¯1γµ(Aµ)
4
1 + ψ¯
2γµ(Aµ)
4
2 + ψ¯
3γµ(Aµ)
4
3
)
ψ4 =
ig√
2
Xµ d¯
cγµℓ (5.33)
et des combinaisons a = 4, b = 1, 2, 3 et c = 5 dans le lagrangien de χ
2ig
(
χ¯41γµ(Aµ)
5
1 + χ¯
42γµ(Aµ)
5
2 + χ¯
43γµ(Aµ)
5
3
)
χ54 = − ig√
2
Y¯µ u¯γ
µℓc (5.34)
re´sultent des transitions lepton-quark du type de celles repre´sente´es dans la figure 5.1.
C’est a` cause de ce type de transitions interdite dans le cadre du mode`le standard
qu’on appelle les 12 bosons de jauge X et Y des leptoquarks.
5.2.3 Les bosons de Higgs
Il y a un grand nombre de possibilite´s pour imple´menter le secteur de Higgs et inclure
le doublet de Higgs du mode`le standard dans une repre´sentation de SU(5). Une chose
est ne´anmoins certaine, au moins deux repre´sentations irre´ductibles de scalaires seront
ne´ce´ssaires pour briser d’abord la syme´trie SU(5) et puis la syme´trie SU(2)⊗ U(1).
La fac¸on la plus e´conomique de faire cela est d’invoquer l’existence d’un Higgs Φ
adjoint 24
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Φ(24) =
∑
α
1
2
λαΦα (5.35)
et d’un Higgs H fondamental 5
H(5) =


H1
H2
H3
φ+
φ0

 . (5.36)
Le lagrangien de Higgs s’e´crit donc
L = Tr|DµΦ|2 + |DµH|2 − V (Φ, H) , (5.37)
ou` les de´rive´es covariantes sont donne´es par
DµH = ∂µH + ig A
α
µ
1
2
λαH︸ ︷︷ ︸
AµH
(5.38)
DµΦ = ∂µΦ + ig A
α
µTαΦ︸ ︷︷ ︸
[Aµ,Φ]
. (5.39)
L’expression pour la de´rive´es covariante de H (5.38) est e´vidente en vertu de la
de´finition de la repre´sentation fondamentale et de l’e´quation (5.26). Le commutateur
dans la de´rive´es covariante de Φ (5.39) s’obtient aise´ment si l’on se souvient que le
les matrices de la repre´sentation adjointe sont donne´es par les constantes de structure
T βγα = ifαγβ qui de´finissent l’alge`bre de Lie [λα, λβ] = 2ifαβγλγ .
Sous des conditions assez ge´ne´rales, le potentiel de Higgs prend sa valeur minimale
pour des valeurs non-triviales des champs scalaires. Il s’ave`re que leurs valeurs moyennes
dans le vide prennent les formes suivantes
〈Φ〉 ≡ vΦ 1√
15


2
2
2
−3
−3

 (5.40)
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〈H〉 ≡ vH


0
0
0
0
1

 . (5.41)
Pour de´terminer les masses des vecteurs de jauge il suffit a` pre´sent d’inse´rer ces valeurs
moyennes dans le vide dans la partie cine´tique du lagrangien de Higgs (5.37). En se
concentrant uniquement sur les termes qui impliquent les carre´s des valeurs moyennes
dans le vide nous obtenons ainsi pour Φ
L = . . . + g2 Tr|A〈Φ〉 − 〈Φ〉A|2 (5.42)
= . . . +
5
6
g2v2Φ
(
|X1|2 + |X2|2 + |X3|2 + |Y1|2 + |Y2|2 + |Y3|2
)
et pour H
L = . . . + g2 |A〈H〉|2 (5.43)
= . . . +
1
2
g2v2H
[
|Y1|2 + |Y2|2 + |Y3|2 + |W |2 + 1
2
(
−W3 + 3√
15
B
)2
︸ ︷︷ ︸
1
cos2 θw
Z2
]
,
ou` j’ai fait usage de la valeur de l’angle de me´lange e´lectrofaible sin2 θw = 3/8 a`
l’e´chelle de la grande unification (5.8) et de la de´finition des e´tats propres de masse
W et Z (2.1). Les masses des vecteurs de jauge sont donc
mY ≃ mX =
√
5
6
g vΦ (5.44)
mW = cos θwmZ =
1√
2
g vH . (5.45)
Comme les vecteursW et Z doivent eˆtre environ 1012 fois plus le´gers que les leptoquarks
X et Y , nous en de´duisons la hie´rarchie des valeurs moyennes dans le vide
mX
mW
∼ vΦ
vH
∼ 1012 , (5.46)
ce qui justifie donc pleinement l’approximation dans l’e´quation (5.44).
Chapitre 6
La supersyme´trie
La supersyme´trie est une syme´trie qui e´tablit une relation entre les fermions et les
bosons. Elle permet de passer des uns aux autres, comme les transformations de jauge
permettent de passer d’un champs a` l’autre a` l’inte´rieur d’une meˆme repre´sentation
du groupe de jauge. A` l’instar de ces multiplets de jauge, on parlera ainsi de super-
multiplets de la supersyme´trie, qui contiennent a` la fois de fermions et des bosons.
J’introduirai ici la supersyme´trie de la manie`re la plus pie´tonne, c’est-a`-dire a` partir
du lagrangien de Wess-Zumino, qui est le lagrangien supersyme´trique le plus simple
qui soit. Il me permettra entre autres de justifier l’alge`bre supersyme´trique et de
montrer explicitement comment disparaissent les divergences quadratiques dans la
renormalisation des masses des scalaires, qui s’e´taient montre´es si ne´fastes a` la gran-
de unification. Je de´crirai ensuite brie`vement l’extension supersyme´trique minimale
du mode`le standard et montrerai comment la supersyme´trie s’associe bien a` la grande
unification.
Toutefois, avant de nous embarquer plus avant il est peut-eˆtre utile de rappeler
quelques proprie´te´s du groupe de Lorentz, c’est-a`-dire du groupe des rotations de
l’espace-temps. Ses repre´sentations irre´ductibles sont les scalaires (a` 1 composante),
les spineurs (a` 2 composantes), les vecteurs (a` 4 composantes) etc..
L’alge`bre du groupe de Lorentz SO(1, 3) s’ave`re eˆtre identique a` celle du groupe plus familier SU(2)⊗
SU(2). Il est tre`s facile de former ses repre´sentations irre´ductibles a` partir des nombres quantiques
de spin de chaque composante SU(2). Ainsi (0, 0) correspond aux scalaires, (1/2, 0) aux spineurs,
(0, 1/2) aux spineurs conjugue´s complexes, (1/2, 1/2) aux vecteurs etc.. Les spineurs de Dirac se
transforment comme la repre´sentation re´ductible (1/2, 0)⊕ (0, 1/2).
Alors que les scalaires et les vecteurs sont bien connus, il n’en est peut-eˆtre pas de
meˆme pour les spineurs a` 2 composantes. En effet les spineurs familiers sont ceux de
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Dirac, qui ont 4 composantes mais ne forment pas une repre´sentation irre´ductible du
groupe de Lorentz. Par contre les spineurs de Majorana, qui sont de´finis comme e´tant
leur propre conjugue´ de charge (attention, pas leur conjugue´ complexe!)
ψc = ψ , (6.1)
n’ont que 2 degre´s de liberte´ et forment bien repre´sentation irre´ductible du groupe
de Lorentz. Par la suite j’utiliserai leurs proprie´te´s suivantes
ψ¯1ψ2 = ψ¯2ψ1 (6.2)
ψ¯1γµψ2 = −ψ¯2γµψ1 (6.3)
ψ¯1γ5ψ2 = ψ¯2γ5ψ1 (6.4)
ψ¯1γµγ5ψ2 = ψ¯2γµγ5ψ1 (6.5)
ψ¯1γµγνψ2 = −ψ¯2γµγνψ1 . (6.6)
6.1 Le mode`le de Wess-Zumino
Conside´rons le lagrangien libre que Wess et Zumino ont introduit en 1974 [16]
LWZ = 1
2
(∂µA) (∂µA) +
1
2
(∂µB) (∂µB) +
i
2
ψ¯γµ∂µψ , (6.7)
ou` A est un champ scalaire, B est un champ pseudo-scalaire et ψ est un champ spineur
de Majorana. Ceci est la forme forme la plus simple du lagrangien de Wess-Zumino.
Plus loin j’introduirai aussi des masses et des interactions. Aussi anondin qu’il puisse
paraˆıtre, ce lagrangien posse`de des proprie´te´s remarquables que je vais de´crire d’ici
peu.
6.1.1 Les transformations de Poincare´
Le lagrangien (6.7) est manifestement un scalaire pour les transformations du groupe
de Poincare´, c’est-a`-dire du groupe des transformations rigides (rotations et translations)
d’espace-temps. Pour ce qui suit il est ne´anmoins instructif de ve´rifier ce fait explicitement,
par exemple dans le cas de translations infinite´simales d’amplitude ξµ. Les variations
infinite´simales correspondantes des trois champs s’e´crivent en fonction du ge´ne´rateur
des translations Pµ
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δA = ξµPµ A (6.8)
δB = ξµPµ B (6.9)
δψ = ξµPµ ψ . (6.10)
Comme le ge´ne´rateur des translations peut s’e´crire explicitement sous la forme de l’
ope´rateur diffe´rentiel Pµ = i∂µ, la variation du lagrangien (6.7) est donc
δLWZ = 1
2
(∂µδA) (∂µA) +
1
2
(∂µA) (∂µδA) + · · · (6.11)
=
i
2
ξν
[
(∂µ∂νA) (∂µA) + (∂
µA) (∂µ∂νA)︸ ︷︷ ︸
∂µ (∂
µA∂νA)− (∂ν∂µA) (∂µA)
+ · · ·
]
= ∂ν [iξ
νLWZ ] .
Puisque δLWZ est une de´rive´e totale, son inte´grale est nulle et l’action est donc bien
invariante sous l’effet d’une translation d’espace-temps. Le meˆme genre de proce´dure
est bien suˆr aussi applicable pour les transformations de Lorentz.
6.1.2 Les transformations supersyme´triques
Tout cela e´tait bien connu. Mais le lagrangien (6.7) est aussi invariant (a` une de´rive´e
totale pre`s) sous l’effet d’une transformation infinite´simales bien moins e´vidente:
δA = ǫ¯ ψ (6.12)
δB = ǫ¯ iγ5 ψ (6.13)
δψ = iγµ∂µ(A+ iγ5B) ǫ , (6.14)
ou` ǫ est un fermion de Majorana infinite´simal constant. Le calcul de la variation de
LWZ est maintenant un peu moins trivial
δLWZ = (∂µA) (∂µδA) + (∂µB) (∂µδB) + i
2
(
δψ¯
)
∂µψ +
i
2
ψ¯∂µ (δψ)(6.15)
= ǫ¯
[
∂µ(A + iγ5B) − 1
2
∂ν(A+ iγ5B)γ
νγµ
]
∂µψ
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+
1
2
ψ¯γµγν [∂µ∂ν(A + iγ5B)] ǫ
= ∂µ{· · ·} − ǫ¯
{
∂µ
[
∂µ(A+ iγ5B) − 1
2
∂ν(A+ iγ5B)γ
νγµ
]}
ψ
− 1
2
ǫ¯ γµγν︸ ︷︷ ︸
2ηµν − γνγµ
[∂µ∂ν(A+ iγ5B)]ψ
= ∂µ{· · ·} .
Qui l’eut cru? Les infaˆmes transformations (6.12–6.14) refle`tent donc bien une syme´trie
du lagrangien (6.7)! Il faut bien admettre que ces transformations sont pour le moins
inhabituelles.
En fait, si j’avais utilise´ le formalisme du super-espace [15] (qui me prendrait trop de temps a`
introduire ici) ces transformations supersyme´triques de´couleraient de manie`re parfaitement logique
et e´vidente de la structure meˆme de l’espace-temps. Elles s’e´criraient alors sous une forme bien plus
e´le´gante et moins myste´rieuse que dans les e´quations (6.12–6.14).
On peut conside´rer les transformations supersyme´triques comme formant le sommet d’une hie´rarchie
de transformations. En effet, alors que les translations agissent inde´pendemment sur chaque composantes
spinorielles ou vectorielles d’un champ, les transformations de Lorentz me´langent ces diffe´rentes
composantes. Par contre, les transformations de Lorentz ne me´langent jamais diffe´rents champs,
contrairement aux transformations de jauge qui par essence relient les diffe´rents e´le´ments d’un meˆme
multiplet, c’est-a`-dire d’un ensemble de champs de spin identique. Finalement, les transformations
supersyme´triques effectuent le dernier pas, en fournissant un moyen de passer d’un spin a` un autre!
6.1.3 L’alge`bre supersyme´trique
A` l’instar du ge´ne´rateur des translations Pµ, il existe aussi un ge´ne´rateur des transformations
supersyme´triques Q. Par exemple, la transformation (6.12) du scalaire A peut par
analogie avec l’e´quation (6.8) s’e´crire
δA = ǫ¯QA . (6.16)
Mais alors que Pµ, est un vecteur de Lorentz, Q est un spineur de Majorana. Pour
en apprendre plus sur lui, examinons l’effet du commutateur de deux transformations
(6.16) successives:
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[δ2, δ1]A = [ǫ¯2Q︸︷︷︸
Q¯ǫ2
, ǫ¯1Q]A (6.17)
=
(
Q¯ǫ2ǫ¯1Q− ǫ¯1QQ¯ǫ2
)
A
=
(
ǫ¯1αǫ2β Q¯βQα − ǫ¯1αǫ2β QαQ¯β︸ ︷︷ ︸
−Q¯βQα
)
A
= ǫ¯1αǫ2β
{
Qα, Q¯β
}
A .
J’ai utilise´ dans l’avant dernie`re ligne la relation d’anticommutation habituelle de
deux ope´rateurs fermioniques. D’autre part, si l’on utilise la forme explicite de la
transformation (6.12) ce meˆme commutateur devient
[δ2, δ1]A = δ2 (ǫ¯1ψ)− δ1 (ǫ¯2ψ) (6.18)
= − iǫ¯1γµ∂µ(A+ iγ5B)ǫ2 + iǫ¯2γµ∂µ(A + iγ5B)ǫ1
= − i
(
ǫ¯1γ
µǫ2 − ǫ¯2γµǫ1︸ ︷︷ ︸
−ǫ¯1γµǫ2
)
∂µA − i
(
ǫ¯1γ
µγ5ǫ2 − ǫ¯2γµγ5ǫ1︸ ︷︷ ︸
ǫ¯1γ
µγ5ǫ2
)
∂µB
= 2iǫ¯1γ
µǫ2∂µA
= 2ǫ¯1αǫ2βγ
µ
αβPµA .
En comparant les e´quations (6.17) et (6.18) On voit donc que les ge´ne´rateurs des
translations Pµ et des transformations supersyme´triques Q sont intimement connecte´s
a` travers l’anticommutateur de ces derniers:
{
Qα, Q¯β
}
= 2γµαβPµ . (6.19)
On peut aise´ment ve´rifier que cette importante relation est aussi valable pour les
autres champs B et ψ. De manie`re analogue on peut aussi e´tablir le reste de l’alge`bre
de la supersyme´trie, que j’indique ici symboliquement:
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super-alge`bre
de Poincare´


[P, P ] = 0
[L, L] ∝ L
[P, P ] ∝ P


alge`bre de Lie
de Poincare´
[P,Q] = 0
[P, Q¯] = 0
[L,Q] ∝ Q
[L, Q¯] ∝ Q¯
{Q,Q} = 0
{Q¯, Q¯} = 0
{Q, Q¯} ∝ P
(6.20)
ou` L repre´sente les transformations de Lorentz, c’est-a`-dire les rotations d’espace-
temps. Pour simplifier je n’ai pas repre´sente´ les indices vectoriels et spinoriels dans
les e´quations (6.20).
L’alge`bre (6.20) est dite supersyme´trique ou gradue´e en raison de la pre´sence des
anticommutateurs. Elle contient comme sous-alge`bre la familie`re alge`bre de Lie du
groupe de Poincare´ SO(1, 3), qui connecte les translations et rotations spacio-temporelles.
Il est important de remarquer que, bien que j’ai de´duit l’alge`bre (6.20) a` partir du
mode`le de Wess-Zumino, elle ne se restreint pas seulement a` celui-ci. Il s’agit de
l’alge`bre ge´ne´rale de la supersyme´trie.
Les repre´sentations irre´ductibles de l’alge`bre de Poincare´ ont toutes un spin bien
de´fini, S = 0 pour les singulets scalaires, S = 1/2 pour les doublets spineurs, S =
1 pour les quadruplets vecteurs, etc.. Par contre, les repre´sentations irre´ductibles
de la super-alge`bre de Poincare´ (6.20) sont des super-multiplets qui contiennent des
composantes de diffe´rents spins. Ainsi, les trois champs A, B et ψ du lagrangien de
Wess-Zumino (6.7) forment ce qu’on appelle le super-multiplet chiral.
Ne´cessairement tout super-multiplet doit avoir autant de degre´s de liberte´ bosoniques
que fermioniques, afin que l’on puisse passer des uns aux autres par le ge´ne´rateur su-
persyme´trique Q. Ainsi la supersyme´trie offre une explication naturelle de l’existence
simultane´e de bosons et de fermions.
Les ope´rateurs supersyme´triques Q ge´ne`rent des translations suple´mentaires du super-espace-temps,
qui n’est rien d’autre que l’espace-temps de Minkowski auquel ont e´te´ rajoute´ deux dimensions de
Grassman, c’est-a`-dire qui obe´issent a` une statistique fermionique.
On peut en fait rajouter plus que deux dimensions de Grassman. Cela a pour effet de n’ecessiter des
ge´ne´rateurs supersyme´triques additionels et d’e´largir l’alge`bre supersyme´trique (6.20) en conse´quence.
On parle alors de supersyme´trie N = 2, N = 4 ou N = 8. Mais aux basses e´nergies seule la super-
syme´trie N = 1 que j’ai de´crite ici a` l’aide du mode`le de Wess-Zumino est phe´nome´nologiquement
viable.
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6.1.4 La renormalisation des masses scalaires
Nous avions remarque´ au chapitre pre´ce´dant, que la pre´sence de divergences quadratiques
dans l’e´nergie propre des scalaires est un proble`me majeur auquel sont confronte´es
toutes les the´ories de grande unification. La supersyme´trie fournit une solution tre`s
e´le´gante a` ce proble`me: puisque les fermions n’ont pas de divervence quadratique
et puisqu’une transformation supersyme´trique permet de les transformer a` loisir en
scalaires et vice versa, il doit y avoir un me´canisme dans toute the´orie supersyme´tri-
que qui annule aussi les divergences quadratiques des scalaires. L’existence de ce
me´canisme est garanti par un the´ore`me fondamental de la supersyme´trie, appele´
the´ore`me de non-renormalisation.
Ceci re´soud du moins la partie technique du proble`me de la hie´rarchie, c’est-a`-dire
qu’une fois que les parame`tres du potentiel des scalaires sont ajuste´s de manie`re a`
reproduire la hie´rarchie des valeurs moyennes dans le vide (5.46), celle-ci se maintient
naturellement a` tous les ordres en the´orie de perturbations. La supersyme´trie a
donc pour vertu de stabiliser les corrections radiatives. Notons bien, toutefois, que le
proble`me fondamental de la hie´rarchie n’en est pas re´solu pour autant, car aucune
explication n’est fournie quant a` la raison pour laquelle les deux e´chelles de masses
sont aussi diffe´ntes.
On peut aise´ment ve´rifier explicitement l’annulation des divervences quadratiques dans le
cadre du mode`le de Wess-Zumino. Le lagrangien (6.7) ne correspond en fait qu’a` la partie
libre du lagrangien. Il s’ave`re que l’on peut rajouter des termes de masses et d’interactions
sans pour autant briser la supersyme´trie. Je me suis abstenu de les inclure pre´ce´demment,
afin de ne pas compliquer inutilement les calculs. Si vous n’eˆtes pas pre`ts a` un acte de
foi, il n’est pas trop difficile de ve´rifier que les transformations (6.12–6.14) laissent aussi
invariant (a` une de´rive´e totale pre`s) le lagrangien complet de Wess-Zumino suivant:
LWZ = 1
2
(∂µA)2 +
1
2
(∂µB)2 +
i
2
ψ¯γµ∂µψ (6.21)
− 1
2
m2A2 − 1
2
m2B2 − 1
2
mψ¯ψ
− 1√
2
gψ¯(A− iγ5B)ψ − 1√
2
mgA(A2 +B2) − 1
4
g2(A2 +B2)2 .
Il est capital de remarquer que les trois membres du super-multiplet ont exactement la
meˆme masse m et que leurs interactions sont re´gies par le meˆme couplage g. Il
s’agit-la` d’une proprie´te´ que partagent tous les lagrangiens supersyme´triques.
Les interactions du lagrangien de Wess-Zumino (la troisie`me ligne de l’e´quation (6.21))
renormalisent les masses des champs (la deuxie`me ligne de l’e´quation (6.21)). Les masses
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Figure 6.1: Diagrammes de Feynman a` l’ordre le plus bas intervenant dans l’e´nergie
propre du scalaire A. Les deux premiers diagrammes divergent logarithmiquement et
les trois deniers diagrammes divergent quadratiquement.
renormalise´es sont ainsi de´termine´es par les e´nergies propres Σ (5.16). Calculons explicitement
cette e´nergie propre a` une boucle pour le scalaire A. En vertu du lagrangien (6.21) elle est
de´termine´e par les cinq graphes de Feynman de la figure 6.1, qui donnent les contributions
suivantes:
Σ
(
A
)
=
(
−mg√
2
)2
(2!)2
∫
d4p
1
(p2 −m2)
1
(p− k)2 −m2 (6.22)
Σ
(
B
)
=
(
−mg√
2
)2
4!
∫
d4p
1
(p2 −m2)
1
(p− k)2 −m2 (6.23)
Σ
(
A
)
= − g
2
4
4!
∫
d4p
1
p2 −m2 (6.24)
Σ
(
B
)
= − 2g
2
4
(2!)2
∫
d4p
1
p2 −m2 (6.25)
Σ
(
ψ
)
= (−)
(
− g√
2
)2
(2!)2
∫
d4p tr
[
i
p/−m
i
p/− k/−m
]
(6.26)
= (−) − 2g2
∫
d4p
tr [(p/+m)(p/− k/+m)]
(p2 −m2) [(p− k)2 −m2] ,
ou` k est le moment constant qui entre dans la boucle. Manifestement les deux premiers
diagrammes ne donnent lieu qu’a` des divergences logarithmiques. Le signe (−) qui marque
la contribution du fermion, refle`te la statistique de Fermi-Dirac a` laquelle il est soumis.
La trace dans la dernie`re e´quation donne
tr [(p/+m)(p/ − k/+m)] = 4
(
p2 − p · k +m2
)
(6.27)
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= 2
{
(p2 −m2) +
[
(p− k)2 −m2
]
− (k2 − 4m2)
}
,
ce qui permet d’e´crire la boucle fermionique sous la forme
Σ
(
ψ
)
= (−) − 4g2
∫
d4p
[
1
(p− k)2 −m2 +
1
p2 −m2 (6.28)
− k
2 − 4m2
(p2 −m2) [(p− k)2 −m2]
]
.
En effectuant le changement de variable p→ p+k pour le premier terme de l’inte´grand, on
voit que ce dernier donne la meˆme contribution que le deuxie`me terme. On observe donc
dans la somme des contributions des deux boucles bosoniques et de la boucle fermionique
l’annulation de la divergence quadratique:
Σ = (8− 6− 2)︸ ︷︷ ︸
0
g2
Λ∫
λ
d4p
1
p2 −m2︸ ︷︷ ︸
∼ Λ2 − λ2
− 2 g2 (2k2− 15m2)
Λ∫
λ
d4p
1
p4 + · · ·︸ ︷︷ ︸
∼ ln Λ
λ
. (6.29)
Ainsi le facteur Q du dernier terme de l’e´quation (5.18) est identiquement nul. Il en
re´sulte que la masse du scalaire n’e´volue donc qu’au plus logarithmiquement en fonction
de l’e´nergie, ce qui permet meˆme en pre´sence d’une profonde hie´rarchie d’imple´menter
une solution naturelle a` l’e´quation (5.18).
6.2 Le mode`le standard supersyme´trique minimal
La pre´diction fondamentale de la supersyme´trie est qu’a` chaque degre´ de liberte´ de
spin S correspond un degre´ de liberte´ de spin S + 1/2 ou S − 1/2. Or, dans le
cadre du mode`le standard, on compte 2 × 3 = 90 degre´s de liberte´ fermioniques (3
ge´ne´rations de 15 quarks et leptons, ainsi que leurs anti-particules) pour seulement
2×(8+3+1)+4 = 28 degre´s de liberte´ bosoniques (12 bosons de jauge a` 2 projections
de spin plus le doublet scalaire complexe). Nous sommes donc loin du compte!
Manifestement, s’il y a une supersyme´trie, elle doit eˆtre brise´e a` basse e´nergie. La
question de la brisure de la supersyme´trie est a` l’heure actuelle encore loin d’eˆtre
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re´solue, et, bien qu’il s’agisse d’un sujet extreˆmement important, je ne m’y attarderai
pas ici. Je me contenterai de noter que le concensus ge´ne´ral est d’affirmer (espe´rer?)
qu’un me´canisme qui a` lieu a` des e´nergies tre`s e´leve´es induit des interactions a` basses
e´nergies qui brisent explicitement (par de la magie noire?) la supersyme´trie.
Mais alors, que reste-t-il de l’annulation des divergences quadratiques, qui sont la
raison principale de l’engouement pour la supersyme´trie? Pas de danger: uniquement
des termes de brisure molle sont rajoute´s au lagrangien supersyme´trique. Ce qu’on
veut dire par la`, c’est que ces interactions ad hoc sont choisies de manie`re a` ne pas
de´truire la subtile annulation des divergences quadratiques.
Ces nouveaux termes mous le`vent la de´ge´ne´rescence de masse des divers membres
d’un meˆme supermultiplet et permettent ainsi aux partenaires supersyme´triques des
particules observe´es, d’aque´rir une masse suffisamment e´leve´e pour expliquer leur
absence dans les expe´riences courrantes. Toutefois, ces masses ne peuvent pas eˆtre
trop e´leve´es, faute de quoi un spectre des divergences quadratiques re´apparaitrait,
avec toutes les conse´quences de´sastreuses qu’on imagine. . . En effet, il est aise´ de se
convaincre que l’effet de la leve´e de de´ge´ne´rescence est d’avoir pour l’e´nergie propre
(6.29)
Σ = g2(m˜2 −m2) , (6.30)
ou`m repre´sente l’e´chelle de masse des particules observe´es et m˜ repre´sente l’e´chelle de
masse de leurs partenaires supersyme´triques. La valeur naturelle de l’e´nergie propre
e´tant de l’ordre de la valeur moyenne dans le vide e´lectrofaible v ≈ 300 GeV, les
masses des partenaires supersyme´triques ne peuvent donc pas de´passer grosso modo 1
TeV. Or ceci sera le domaine d’e´nergie explore´ par le LHC et le FLC, ce qui explique
en partie le grand inte´reˆt que porte la communaute´ de la physique des particules a`
ces machimes.
On est en droit de se demander si certains des bosons et fermions que nous observons
ne seraient pas d’ores et de´ja` des partenaires d’un meˆme multiplet supersyme´tri-
que. He´la`s, pour que des particules appartiennent au meˆme supermultiplet, il faut
aussi ne´cessairement qu’elles appartiennent a` la meˆme repre´sentation du groupe de
jauge1. Or les bosons de jauge appartiennent aux repre´sentations adjointes alors que
les fermions appartiennent aux repre´sentations fondamentales, ce qui implique qu’ils
ne peuvent pas eˆtre des partenaires supersyme´triques. De meˆme, bien que le doublet
1 En vertu d’un the´ore`me fondamental de la supersyme´trie, duˆ a` Haag,  Lopuzanski et Sohnius,
dont il re´sulte que pour n’importe quelle the´orie relativiste des champs, les ge´ne´rateurs de syme´tries
internes sont des scalaires du super-groupe de Lorentz et commutent donc avec les ge´ne´rateurs
supersyme´triques.
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de Higgs appartient a` la meˆme repre´sentation e´lectrofaible qu’un doublet de leptons
gauches, il ne porte pas de nombre leptonique et ne peut donc pas non plus eˆtre un
partenaire supersyme´trique de leptons.
Il existe toutefois un moyen de contourner ce dernier argument. En effet, il existe des interactions
supersyme´triques qui ne respectent pas la conservation du nombre leptonique. On ignore celles-
ci de manie`re ad hoc dans le cadre du mode`le standard supersyme´trique minimal, justement afin
d’e´viter l’apparation de processus qui brisent le nombre leptonique. Si de tels termes sont ne´anmoins
introduits dans le lagrangien, on parle d’une the´orie brisant la parite´ R, et il n’y a plus de diffe´rence
fondamentale entre les secteurs leptonique et scalaire. Je reparlerai un peu plus loin de cette
importante parite´ R, mais me confinerai au mode`le standard supersyme´trique minimal, qui respecte
cette syme´trie discrette.
Il faudra donc chercher les partenaires supersyme´triques des particules que nous
connaissons a` plus haute e´nergie. Examinons d’abord cette faune supersyme´trique
et e´tudions ensuite brie`vement sa phe´nomn´ologie.
6.2.1 La faune supersyme´trique
Le spectre des particules connues et de leurs partenaires supersyme´triques est montre´
dans le tableau 6.1. Je n’ai pas e´te´ trop consistent dans ma nomenclature, mais l’ide´e
ge´ne´rale est tre`s simple: les partenaires fermioniques des bosons recoivent le nom du
boson afuble´ du sufixe -ino, alors que les partenaires bosoniques des fermions recoivent
le nom du fermions afuble´ du pre´fixe s-.
Vous n’aurez pas manque´ de remarquer que j’ai introduit deux doublets de Higgs.
Ceci est indispensable, car les higgsinos sont des fermions chiraux, et il est donc
ne´cessaire d’avoir un deuxie`me doublet miroir pour annuler les anomalies. J’ai de´ja`
de´crits pre´ce´demment au chapitre 3.3.2 quelques caracte´ristiques de ce secteur de
Higgs. Les contraintes impose´es par la supersyme´trie au potentiel de Higgs sont assez
restrictives, de sorte que celui-ci reste ne´cessairement invariant par transformation de
CP et seulement deux parame`tres suffisent a` le de´terminer de manie`re unique, au lieu
de six comme c’est le cas pour le mode`le ge´ne´ral a` deux doublets de Higgs.
Il y a encore une autre subtilite´ importante. Le tableau 6.1 indique les e´tats propres
de jauge, mais les termes mous de brisure de supersyme´trie provoquent un me´lange
higgsinos-gauginos dans les e´tats propres de masse. Ces derniers sont appele´s des
charginos et des neutralinos, et sont donne´s en fonctions des gauginos et higgsinos
par des transformations unitaires du type
χ˜0i = aiγ˜ + biZ˜ + cih˜
0 + diH˜
0 (i = 1 . . . 4)
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symbole spin nom symbole spin nom
H1 H˜1
H2
0 Higgs
H˜2
1
2
higgsino
ℓ ℓ˜
ν
leptons
ν˜
sleptons
d
1
2 d˜
0
u
quarks
u˜
squarks
γ photon γ˜ photino
Z Z˜
W±
1
bosons
de jauge
W˜±
1
2
gauginos
g gluon g˜ gluino
Tableau 6.1: Spectre des e´tats propres de jauge du mode`le standard et de leurs
partenaires supersyme´triques.
χ˜+j = ejW˜
+ + fjH˜
+ (j = 1, 2) (6.31)
χ˜−j = gjW˜
− + hjH˜
− (j = 1, 2) .
Les coefficients a, b, c, d, e, f, g et h de ces transformations unitaires de´pendent des
parame`tres qui re´gissent la brisure spontane´e de syme´trie e´lectrofaible et la brisure
molle de la supersyme´trie.
Le secteur scalaire des sleptons et des squarks peut aussi impliquer des me´langes. Si
l’on fait intervenir tous les termes possibles de brisure molle de supersyme´trie, on
compte en tout 30 masses, 39 angles de me´lange et 41 phases complexes, c’est-a`-dire
110 parame`tres! Ceci est e´videmment un de´faut majeur, car la the´orie perd ainsi une
grande portion de son potentiel pre´dictif.
Une fac¸on tre`s populaire d’e´chapper a` cette impasse est de faire appel a` la gran-
de unification et d’ainsi contraindre la plupart de ces parame`tres a` avoir une valeur
commune a` l’e´chelle de la grande unification. On parvient ainsi a` re´duire le nombre
total de parame`tres inde´pendants a` 5!
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6.2.2 La phe´nome´nologie supersyme´trique
Inutile de pre´ciser qu’en pre´disant un plus-que-de´doublement du nombre des particules
observe´es jusqu’a` ce jour, on obtient une phe´nome´nologie riche. Tre`s riche! Une
phe´nome´nologie si riche, que je me contenterai ici simplement de l’illustrer par quelques
exemples et d’e´noncer deux pre´dictions fondamentales. Pour obtenir une vision tre`s
inclusive (voire presque exhaustive) je recommande la lecture (ou du moins le survol)
de l’imposante compilation de Haber et Kane [17].
La masse du Higgs le´ger
En de´pit du large nombre de parame`tres dont de´pend toute extension supersyme´trique
du mode`le standard, minimale ou non, il est une conse´quence de la supersyme´trisation
du potentiel de Higgs a` laquelle il est pratiquement impossible d’e´chapper: l’un des
scalaires du secteur de Higgs doit eˆtre le´ger!
Si l’on ignore les corrections radiatives, la masse de ce Higgs doit eˆtre infe´rieure a` celle
du Z0. Toutefois, en vertu de la le´ge`re leve´e de de´ge´ne´rescence des masses des fermions
et sfermions, un parfum des divergences quadratiques dans la renormalisation des
masses scalaires subsiste, qui se manifeste principalement par une boucle de quarks
top, ceux qui couplent le plus fortement au Higgs. Il en re´sulte que le carre´ de la
masse du Higgs le plus le´ger est donne´e par
m2h ≃ m2Z cos 2β +
3g2
4π2
m4t
m2W
ln
m2
t˜
m2t
, (6.32)
ou` le premier terme, qui correspond a` l’approximation d’arbre, est toujours infe´rieur
a` la masse du Z0. Le second terme contient l’effet de la boucle de top et s’annule bien
si le top et le stop sont de´ge´ne´re´s. Par contre, si l’on conside`re une masse du top de
1 TeV (la limite supe´rieure approximative pour les masses des particules supersyme´-
triques, que j’avais de´duite de l’e´quation (6.30)) cette correction radiative s’e´le`ve a`
presque (120 GeV)2, de sorte que
mh <∼ 140 GeV . (6.33)
Cette pre´diction s’ave`re eˆtre particulie`rement robuste, car elle ne de´pend pratiquement
pas des autres parame`tres de la supersyme´trie. En outre, elle n’est que faiblement
corrige´e par les effets de boucles d’ordre supe´rieur, en vertu du the´ore`me de non-
renormalisation. On peut donc affirmer sans embage, que la supersyme´trie pre´dit de
manie`re cate´gorique l’existence d’un Higgs le´ger.
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La parite´ R et le LSP
La phe´nome´nologie du mode`le standard supersyme´trique minimal est stigmatise´e
par une importante syme´trie discrette, la parite´ R. Il s’agit d’un nombre quantique
multiplicatif, qui prend la valeur R = +1 pour les particules ordinaires (celles que nous
observons “quotidiennement”) et qui prend la valeur R = −1 pour leurs partenaires
supersyme´triques. En l’absence de cette syme´trie, il existe des termes supersyme´tri-
ques que l’on peut rajouter au lagrangien et qui brisent la conservation du nombre
leptonique ou baryonique. Or comme certains des processus qui ne conservent pas ces
nombres quantiques (comme la de´sinte´gration du proton, par exemple) sont soumis a`
des contraintes expe´rimentales draconiennes, on pre´fe`re en ge´ne´ral proce´der a` l’e´limination
pure et simple de tous ces termes, meˆme ceux qui ne donnent pas lieu a` des effets
observables a` l’heure actuelle. Ceci est l’unique raison qui justifie l’introduction de la
parite´ R.
L’existence de cette syme´trie de´termine de manie`re fondamentale toute la phe´nome´nologie
du mode`le standard supersyme´trique. En effet, la conservation de ce nombre quantique
exige que toutes interactions ou re´actions doivent ne´cessairement impliquer un nombre
pair de particules supersyme´triques (qui peut eˆtre nul). Ceci implique en particulier
que
• les seuils d’e´nergie de production de particules supersyme´triques sont e´leve´s,
car elles ne peuvent eˆtre produites que paires;
• les effets virtuels duˆs aux d’e´changes de particules supersyme´triques sont faibles,
car elles ne peuvent intervenir qu’au travers de diagrammes de boucles;
• les produits de de´sinte´gration de particules supersyme´triques contiennent une
autre particule supersyme´trique (ou un nombre impair), de sorte qu’on a affaire
a` une cascade de de´sinte´grations successives qui se termine toujours par la
production de la particule supersyme´trique la plus le´ge`re, le lightest supersymmetric
particle ou LSP.
Toute brisure de parite´ R engendre ne´cessairement des re´actions qui ne conservent pas les nombres
leptonique ou baryonique et ne souffrent donc d’aucun bruit de fond du mode`le standard. En outre,
comme en l’absence de parite´ R les particules supersyme´triques ne doivent pas ne´cessairement eˆtre
produites en paires, leur seuil de production est diminue´ de moitie´, ce qui permettrait leur observation
a` des e´nergies plus basses. Similairement, les effets virtuels d’e´changes de particules supersyme´tri-
ques sont plus importants, car ils peuvent avoir lieu a` travers des diagrammes d’arbre. On peut donc
affirmer qu’en de´pit de son caracte`re tre´s ad hoc, la parite´ R correspond au cas le plus conservatif,
c’est-a`-dire celui ou` il est le plus difficile de de´tecter la supersyme´trie.
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A` cause de la parite´ R, le LSP est stable. Comme il aura en outre e´te´ produit
abondemment peu apre`s le big bang, il ne peut s’agir que d’une particule neutre
qui interagit faiblement, faute de quoi nous l’aurions aise´ment de´ja` de´tecte´e autour
de nous. En fait, le LSP est un candidat ide´al pour la matie`re sombre!
Les uniques particules supersyme´triques neutres qui entrent en ligne de compte, sont
un sneutrino ν˜ ou le neutralino le plus le´ger χ˜01. C’est ce dernier qui s’ave`re eˆtre le
LSP dans le cadre des the´ories de grande unification supersyme´triques et c’est aussi
l’hypothe`se de travail utilise´e dans la vaste majorite´ des e´tudes phe´nome´nologiques
consacre´es a` la supersyme´trie.
Il e´tait de coutume anciennement d’approximer le LSP par un photino γ˜ afin de simplifier les analyses.
On ne peut gue`re parler dans ce cas d’une approximation, car si le neutralino le plus le´ger s’ave`re
eˆtre un higgsino h˜, ses proprie´te´s sont totalement diffe´rentes de celles d’un photino. De nos jours il
n’est simplement plus acceptable d’effectuer cette simplification.
Comme le LSP n’interagit que faiblement, a` l’instar d’un neutrino il e´chaperra a` la
de´tection en emportant une importante quantite´ d’e´nergie. Typiquement, la signature
pour la production de particules supersyme´triques consiste donc en un e´ve`nement a`
e´nergie ou e´nergie transverse manquante. Par exemple, le premier graphe de Feynman
de la figure 6.2 de´crit la production et de´sinte´gration d’un squark par fusion d’un
quark et d’un gluon dans des collisions hadroniques. On de´nombre bien dans l’e´tat
final un nombre pair de LSP qui s’e´chappent du de´tecteur sans laisser de traces, ainsi
qu’un jet issu du quark. Il s’agit-la` d’un de ces infaˆmes e´ve`nements de monojets, qu’on
avait cru observer en 1985 au CERN et qu’on avait faussement interpre`te´s comme la
de´couverte de la supersyme´trie.
q
g
χ˜01
χ˜01
q
q˜
e−
e+
ν
χ˜01
e+
W−
χ˜01
ν˜
χ˜+1
χ˜−1
Figure 6.2: Diagrammes de Feynman de´crivant des typiques me´canismes de
productions de particules supersyme´triques au LHC (fusion quark-gluon) et au FLC
(annihilation e´lectron-positron).
Le deuxie`me graphe de Feynman de la figure 6.2 repre´sente l’annihilations d’e´lectrons
et positrons en une paires de charginos, et la de´sinte´gration de ces derniers a` travers
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deux canaux diffe´rents. En ge´ne´ral, plus les particules supersyme´triques produites
sont lourdes, plus leurs cascades de de´sinte´gration peuvent eˆtre complexes.
6.3 La grande unification supersyme´trique
Puisque la supersyme´trie annule les divergences quadradratiques qui apparaissent
dans la renormalisation des masses des scalaires, il est bien entendu tentant d’envisager
une grande unification supersyme´trique. Il s’ave`re que cette audace est re´compense´e
au-dela` de toute espe´rance. En effet, non seulement la grande unification SU(5) peut-
elle ainsi eˆtre imple´mente´e sans plus aucune contradiction avec l’expe´rience, mais
en plus la grande unification supersyme´trique fournit un me´canisme dynamique de
brisure de la syme´trie e´lectrofaible.
Une autre re´compense importante de´ja` e´voque´e de la grande unification supersyme´-
trique, consiste en la re´duction singulie`re du nombre de parame`tres. C’est peut-eˆtre
pour cette dernie`re raison (la plus mauvaise!) que pratiquement toutes les analyses
de supersyme´trie font automatiquement appel a` la grande unification, souvent sans
meˆme la mentionner. . .
6.3.1 L’unification des couplages
Nous avions vu au chapitre pre´ce´dent que la grande unification SU(5) sous sa forme la
plus simple n’est pas compatible avec la re´alite´ expe´rimentale. Nous en e´tions arrive´s
a` cette conclusion en supposant l’unification des trois constantes de couplages a` tre`s
haute e´nergie, et en constatant que leur e´volution vers les e´nergies habituelles donne
lieu a` un angle de me´lange e´lectrofaible trop diffe´rent de celui qui a e´te´ mesure´ sur
la re´sonance Z0. En outre la dure´e de vie du proton ainsi de´duite s’ave`re eˆtre trop
courte.
Une autre fac¸on de voir les choses est d’utiliser comme conditions aux limites les
mesures tre`s pre´cises dont nous disposons a` pre´sent a` l’e´chelle d’e´nergie de la masse
du Z0 et d’e´voluer les constantes de couplage en sens inverse, c’est-a`-dire vers les
hautes e´nergies. C’est ce qui est repre´sente´ sur la figure 6.3a, ou` l’on voit qu’apre`s
la traverse´ du de´sert les trois couplages ne se rencontrent pas au meˆme point comme
l’exige la grande unification.
Par contre, comme le montre la figure 6.3b, l’unification a bien lieu en pre´sence
d’un seuil supersyme´trique a` environ 1 TeV. Et qui plus est, elle a lieu a une e´nergie
suffisamment e´leve´e pour pre´clure l’observation de de´sinte´grations du proton dans les
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Figure 6.3: E´volution des couplages SU(3)c, SU(2)L et U(1)Y en fonction de l’e´nergie
a` partir des donne´es expe´rimentales a` la masse du Z0. La figure (a) correspond au cas
ou` seules les particules connues du mode`le standard peuplent les re´gions d’e´nergies
en-dec¸a` du de´sert. La figure (b) suppose en outre une population supersyme´trique
aux environs de 1 TeV. Ces figures sont adapte´es de la re´fe´rence [18].
expe´riences pre´sentes. En effet, a` cause de la pre´sence d’un plus grand nombre de
scalaires et de fermions les fonctions beta s’accroissent, d’ou` il re´sulte une e´volution
fortement ralentie du couplage fort et meˆme une inversion de la direction de l’e´volution
du couplage faible.
Si l’on introduit les valeurs de mGUT = 10
16 GeV et αGUT = 1/25 sugge´re´es par la
figures 6.3b dans la formule (5.15) on obtient un temps de vie du proton d’environ
1035 ans, a` peu pre`s mille fois plus longue que la limite implique´e jusqu’a` pre´sent par
l’absence d’observation de ce phe´nome`ne.
6.3.2 La brisure radiative de la syme´trie e´lectrofaible
L’e´volution des masses des scalaires pre´sente aussi un inte´reˆt conside´rable. En effet,
au de´part d’une masse commune de tous les e´le´ments d’un supermultiplet a` l’e´chelle
de la grande unification, il s’ave`re que justement pour l’un des Higgs le carre´ de sa
masse e´volue si rapidement vers le bas, qu’il devient ne´gatif a` une e´nergie apre´ciable.
Cet effet est montre´ dans la figures 6.4. A` partir de cette e´nergie on ne peut plus
traiter de “masse” le coefficient du terme quadratique dans le potentiel scalaire, et ce
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dernier aquie`r la typique forme en sombre´ro.
Figure 6.4: E´volution des masses de divers scalaires en fonction de l’e´nergie.
L’ordonne´e repre´sente le rapport des carre´s des masses des scalaires aux carre´s des
masses de leurs partenaires fermioniques. Cette figure est adapte´e de la re´fe´rence [18].
Comme la brisure spontane´e de syme´trie e´lectrofaible a donc lieu dynamiquement, on
peut a` premie`re vue eˆtre tente´ de croire avoir ainsi re´solu le proble`me fondamental
de la hie´rarchie. Il n’en est rien! En effet, l’existence d’une hie´rarchie de jauge est
un ingre´dient de base de ce re´sultat, car les valeurs nume´riques repre´sente´e dans la
figures 6.4 de´pendent tre`s sensiblememnt des valeurs initiales utilise´es pour les masses
des particules observe´es2.
2 En particulier, l’ingre´dient majeur est la masse e´leve´e du quark top.
Chapitre 7
Ce dont je n’ai pas traite´
Comme je l’avais de´ja` indique´ dans l’introduction, les quatres the`mes traite´s dans ces
notes, a` savoir
• les extensions du secteur de Higgs,
• la syme´trie gauche-droite,
• la grande unification,
• la supersyme´trie,
ne forment qu’un sous-ensemble tre`s restreint des possibles extensions du mode`le
standard. Bien que cette se´lection soit tre`s repre´sentative du gouˆt pre´valant a` l’heure
actuelle, il reste ne´anmoins important de ne pas perdre de vue qu’il existe un grand
nombre de the´ories et mode`les alternatifs. J’en passe brie`vement en revue trois des
plus importants, a` savoir
• la compositivite´,
• la technicouleur,
• la the´orie de cordes,
en insistant toutefois qu’il est loin de s’agir-la` d’une liste exhaustive.
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7.1 La compositivite´
En un sie`cle nous avons de´couvert que la matie`re peut se de´composer en atomes, les
atomes en e´lectrons et noyaux, les noyaux en nucle´ons et les nucle´ons en quarks.
Pourquoi n’y aurait-il pas une e´tape suple´mentaire, voire plusieurs? Et aussi les
leptons pourraient en principe eˆtre des e´tats lie´s de particules plus fondamentales.
Il existe plusieurs mode`les qui invoquent de tels hypothe´tiques constituants plus
e´le´mentaires, que ceux que nous connaissons a` l’heure actuelle, appele´s pre´ons. Ces
derniers doivent interagir fortement entre eux par une force dite d’hypercouleur, qui les
confine a` l’inte´rieur des particules observe´es, a` l’instar des quarks confine´s a` l’inte´rieur
des hadrons.
Bien que ces types de mode`les peuvent fournir une explication e´le´gante des similarite´s
entre quarks et leptons et leurs nombres quantiques, il s’ave`re ardu d’e´tablir une base
dynamique a` l’origine de leurs confinement. Toutefois, cette difficulte´ peut parfaitement
eˆtre lie´e a` notre manque d’imagination quand il s’agit de construire un nouveau
me´canisme d’interactions.
Toutefois, meˆme en ignorant les de´tails des interactions entre pe´ons, ces mode`les
peuvent toujours eˆtre parame´trise´s de manie`re effective par leur e´chelle de compositivite´
Λ, c’est-a`-dire l’e´nergie qui correspond a` l’inverse du rayon de confinement. Typiquement,
la compositivite´ se manifesterait alors aux e´nergies basses par rapport a` Λ, par des
interactions de contacts, qui permettraient d’observer, par exemple, des moments
magne´tiques anormaux, des facteurs de forme dans les collisions leptoniques ou des
processus interdits dans le cadre du mode`le standard. Dans des collisions d’e´nergies
comparables a` Λ, on pourrait meˆme observer des e´tats excite´s lourds des leptons et
des quarks.
7.2 La technicouleur
Comme son nom l’indique, la technicouleur est une the´orie essentiellement inspire´e
de la QCD, qui suppose l’existence d’une interaction de jauge SU(N)T dont l’e´chelle
d’e´nergie est de l’ordre du TeV. Comme pour le pion dans le cas de la QCD, la
brisure de la syme´trie chirale de la technicouleur implique l’existence de bosons de
Goldstone, les technipions. Ces derniers renormalisent les propagateurs des bosons de
jauge e´lectrofaibles et leur fournissent ainsi leur masses par resommation de Dyson.
La technicouleur est donc un me´canisme de ge´ne´ration de masses alternatif au me´canisme
de Higgs. Il a en outre l’avantage d’e´viter l’e´cueil des divergences quadratiques. Ce
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mode`le e´tait a` sa conception tre`s simple et e´le´gant. Malheureusement, au fur et a`
mesure que les contraintes expe´rimentales sont devenues plus contraignantes, il a
progressivement duˆ eˆtre complique´, jusqu’a` se voir comple`tement de´nature´.
Ne´anmoins, bien qu’il semble a` pre´sent que la technicouleur n’ai plus aucun avenir
imme´diat, son ide´e de base reste tre`s prometteuse. Elle a inspire´ bon nombre d’autres
the´ories de Higgs composites et pourrait bien un jour resurgir de ses cendres dans un
autre contexte.
7.3 La the´orie des cordes
Le fondement de la the´orie quantique des champs est la notion de particule. On peut
abandonner ce paradigme a` l’e´chelle de la distance de Planck, pour conside´rer des
cordes.
On distingue divers types de cordes, entre autres selon qu’elles sont ouvertes ou ferme´s,
et qu’elles n’ont que des degre´s de liberte´ bosoniques ou aussi fermioniques. Dans ce
dernier cas (qui est e´videmment le cas inte´ressant!) on parle de supercordes.
Ces cordes ont diffe´rents modes de vibrations, comme une corde de violon qui peut
vibrer dans son mode fondamental ou des modes excite´s. Pour les cordes quantiques, il
y a beaucoup de diffe´rents modes fondamentaux. Ils sont de´ge´ne´re´s a` l’e´nergie nulle,
c’est-a`-dire qu’ils sont de masse nulle. Il s’agit-la` de toutes les particules que nous
observons, et qui, vuent de l’e´chelle de Planck, ont bien une masse quasiment nulle.1
Les e´tats excite´s de la corde ont eux des masses qui s’accroissent en multiples de la
masse de Planck et ne jouent donc aucun roˆle a` nos e´nergies.
La the´orie des cordes a le grand avantage esthe´tique d’une e´tonante e´conomie de
principe: au de´part d’une corde qui peut vibrer de diffe´rente manie`res, on peut en
principe reproduire le monde tel que nous le connaissons. He´la`s, je dis bien “en
principe”, car les supercordes ont un petit de´faut: elles ne peuvent exister que dans
un espace a` dix dimensions d’espace-temps!
En soit, cela n’est pas tre`s effrayant, car on peut toujours argumenter2 que six des
dimensions spatiales sont recroqueville´es sur elles-meˆmes sur une distances de l’ordre
de la longueur de Planck. Nous n’aurions donc aucune chance de jamais observer ces
dimensions directement. Voila` qui parait bien artificiel a` premie`re vue, mais devient
1 Il est aise´ de ge´ne´rer par corrections radiatives les faibles masses observe´es de ces modes
fondamentaux.
2 Comme Kaluza et Klein au de´but du sie`cle, dans le contexte d’une unification de la gravitation
et de l’e´lectromagne´tisme.
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absolument fascinant lorsqu’on se rend compte qu’en se compactifiant, ces dimensions
spatiales ge´ne`rent les interactions de jauge!
Le proble`me qui subsiste, c’est que cette compactification peut s’effectuer d’un nombre
infini de manie`res diffe´rentes, dont chacune de´termine des interactions et spectres
d’excitations fondamentales (donc de particules) diffe´rents. On est donc loin du reˆve
platonicien d’une solution unique, la theory of everything, qui berc¸ait il y a quinze
ans les the´oriciens des cordes.
De plus, comme la structure meˆme des cordes et de l’espace-temps ne se manifeste qu’a`
l’e´nergie de Planck, il semble impossible de ve´rifier l’hypothe`se des cordes de manie`re
directe. En fait, il sera peut-eˆtre meˆme impossible de jamais pouvoir la falsifier, avec
tout ce que cela entraine comme proble`mes e´piste´mologiques. . .
Il n’en reste pas moins que la the´orie des supercordes rece`le bon nombre de miracles
mathe´matiques, qui donnent a` certains l’impression que cette the´orie est trop belle
pour ne pas eˆtre correcte. Ajoutons a` cela, qu’une pre´diction fondamentale de la the´orie
des cordes est l’existence d’exitations de masse nulle et de spin 2, des gravitons. Il
s’agit donc peut-eˆtre de la seule the´orie quantique de la gravitation que nous ayons a`
notre disposition.
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